Propagation d'une impulsion laser intense dans un plasma sous-dense (creusement de canal et diffusion Raman stimulée) by FRIOU, Alexandre & BENISTI, Didier
          
 
 
 
 
UNIVERSITE PARIS-SUD 
 
ÉCOLE DOCTORALE : Ondes et Matière 
Laboratoire Interaction Rayonnement-Matière 
 
DISCIPLINE : Physique des Plasmas 
 
 
 
 
THÈSE DE DOCTORAT 
 
soutenue le 21/11/2012 
 
 
par 
 
 
Alexandre FRIOU 
 
 
Propagation d’une impulsion laser intense dans un 
plasma sous-dense : creusement de canal et 
diffusion Raman stimulée 
 
 
 
 
 
 
 
 
 
Directeur de thèse :             Didier BENISTI  Chercheur (CEA/DAM) 
 
Composition du jury : 
 
Président du jury :   Julien FUCHS  Directeur de recherche (Ecole polytechnique, LULI) 
Rapporteurs :     Julien FUCHS  Directeur de recherche (Ecole polytechnique, LULI) 
    Stefan HULLER  Directeur de recherche (Ecole polytechnique, CPHT) 
Examinateurs :              Didier BENISTI  Chercheur (CEA/DAM) 
    Stephan BRUNNER  Chercheur (EPFL) 
    Claude DEUTSCH  Professeur émérite (Université de Paris-Sud, LPGP) 
    Erik LEFEBVRE  Chercheur (CEA/DAM) 
ii
Remerciements
Ces 3 ans de the`se se sont bien passe´es. Il faut remercier pour cela mes sympathiques et patients
encadrants, Erik, Laurent, Didier, Benoit, tous grands manitous de la physique des plasmas. Leurs conseils
toujours tre`s avise´s m’ont guide´ tout au long de ma the`se, j’ai beaucoup appris en les e´coutants et en
prenant comptes de leurs corrections dans mes rapports et mes pre´sentations.
Merci a` mes rapporteurs Julien et Stefan, et aux examinateurs Claude et Stephan (merci pour les
corrections et d’eˆtre venu depuis la Suisse !).
Je voudrais remercier tous les piliers de bar qui m’ont aide´ a` soutenir cette the`se, j’espe`re n’oublier
personne. Durant ces 3 anne´es, un nombre important de stagiaires, the´sards et post-docs (les  consom-
mables  d’apre`s Benoit, ce qui fait de lui un  pe´rime´  :) ) ont travaille´ dans le laboratoire, ce qui
fait autant d’amis avec qui partager agre´ablement le quotidien de la the`se, merci a` Sarah et Zohra ja-
mais a` court de friandises, Yoann et De´borah toujours motive´s pour aller courir et avec qui j’ai partage´
nombre de pti de´j massic¸ois ide´al pour se motiver avant d’affronter la journe´e, merci Yoann de m’avoir
fait re´pe´ter ma the`se, Anne-Sophie, David, Maxence, Mathieu, Emeric, Christophe, Vincent, Arnaud,
Christian, Greg, Camille et les nouveaux Charles, Julien, Je´re´mie, Nicolas (on se voit a` votre soute-
nance :D !). Merci aux gens de dcsa avec qui j’ai partage´ la plupart des repas du midi, Daniel, Laurent,
Gauthier, Ce´dric, Aude, Frank, Guillaume, Nicolas. . . Durant cette the`se, enfin surtout pour la dernie`re
anne´e, je me suis aperc¸u de l’importance du cafe´ (merci pour ta cafetie`re Charles) dont la consommation
augmente de manie`re exponentielle. Merci a` Greg pour eˆtre encore plus dingue que moi et pour les relec-
tures de ma the`se. Merci a` Fabien pour ces moments de´lirants, et surement plus a` venir. Merci a` Julie,
toujours en train de rire sans que je sache pourquoi :) . . . Mention spe´ciale pour De´borah, Christian et
Camille, des parisiens qui m’ont he´berge´ apre`s des soire´es  oublie ta the`se . Merci a` Parwana, Noe´mie
et Antoine, Camille, les membres d’Actif, pour ces moments ou` partager des proble`mes de the´sards m’a
bien aide´, Sophie (←haha !), Clara (merci pour la de´dicace !). On ne peut pas travailler dans le couloir de
ppe sans connaˆıtre Serge, toujours partant pour de´conner et jamais a` court de chocolat ou de mirabelle,
merci Serge. Merci a` la bande de massic¸ois, Gae¨l ( je vous ferais bien une proposition inde´cente . . .),
Laetitia, Arnaud, Moutane, Julien, avec qui j’ai souvent passe´ de tre`s bon moment (au  Living , un bar
de Massy strate´giquement place´ a` la sortie du bus cea). Merci a` Clement et Grand Clem, Guitou, Esther,
Nico, Emilie, Chapi, Laurent, Ste´pan, Se´bi, pour tout depuis toutes ces anne´es, merci les gars.
Une the`se c’est aussi l’occasion de montrer sa culture (ou sa connerie), en introduisant des citations
en de´but de chapitre. Quand on me demandait sur quoi je travaillais, je re´pondais  j’envoie un gros laser
sur un gros plasma , on me disait  et ? , et naturellement  et c¸a fait un trou . J’en e´tais donc venu
a` dire que je faisais des petits trous avec mes lasers, ce qui inspira Mika qui m’appela le trouilloteur des
lilas. La citation du chapitre sur le creusement de canal e´tait donc toute trouve´e. Je pense qu’il faut avoir
beaucoup d’humour et d’autode´rision pour faire une the`se, parfois au grand malheur d’Erik qui trouvait
que j’avais une pie`tre image de mes travaux et qui s’efforc¸a a` les valoriser.
Merci a` Antoine Compant La Fontaine pour sa disponibilite´ et les discussions tre`s inte´ressantes.
Je remercie Laurence, notre chef de service durant ma the`se, pour m’avoir accueilli dans le couloir et
pour son enthousiasme toujours pre´sent. Merci a` Sylvie et Brigitte pour rendre le cote´ administratif de la
the`se agre´able.
Merci a` ma famille pour leur soutien quotidien.
Merci a` Mika et Xavier, mes co-bureau qui m’ont supporte´ pendant mes de´lires et craquages (notam-
ment lors des duels avec des posters comme e´pe´es. . . ), ainsi qu’a` mes colocs Damien, qui a pris le temps de
venir a` ma soutenance malgre´ son travail (jt’ai a` l’œil Molka. . . ), et Gauthier pour ces anne´es de´lirantes
et pour m’avoir supporte´ au quotidien (ce qui se passe dans la colocation reste dans la colocation).
iii
iv
Table des matie`res
I Introduction 1
1 Contexte et objectifs 3
2 Physique de l’interaction laser-plasma 9
2.1 Mouvement d’une particule charge´e dans une onde plane e´lectromagne´tique . . . . . 9
2.2 Force ponde´romotrice . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 11
2.3 Relations de dispersion non-relativiste dans un plasma non-magne´tise´ . . . . . . . . 12
2.4 Me´canismes de chauffage non-collisionnel . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 15
II Propagation a` haute intensite´ : creusement de canal 17
3 Physique du creusement de canal 19
3.1 Auto-focalisation et instabilite´ de filamentation . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 19
3.2 Creusement ponde´romoteur . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 23
3.3 Instabilite´ de reptation . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 25
3.4 Le chauffage beˆtatron . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 28
3.5 Revue des expe´riences et simulations . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 30
4 Creusement de canal 35
4.1 Un mot sur les parame`tres nume´riques utilise´s . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 36
4.2 Phe´nome´nologie du creusement de canal . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 39
4.2.1 Pre´sentation ge´ne´rale . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 39
4.2.2 Bifurcation filamentaire . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 40
4.2.3 Instabilite´ de reptation . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 51
4.2.4 Bifurcation par instabilite´ de reptation . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 51
4.2.5 Propagation guide´e . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 51
4.2.6 Bifurcation par re´fraction . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 54
4.2.7 Les parame`tres ξ, nrel et le creusement re´gulier . . . . . . . . . . . . . . . . . 54
4.2.8 Cas 3D, interpre´tations avec d’autres simulations et expe´riences . . . . . . . 55
4.2.9 Re´sume´ . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 58
4.3 Mesure de la vitesse de creusement . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 59
4.3.1 Me´thodologie . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 59
4.3.2 Plasma homoge`ne . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 63
4.3.3 Plasma inhomoge`ne . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 67
4.3.4 Re´sume´ . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 74
4.4 Ge´ne´ration des e´lectrons chauds . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 75
v
4.4.1 Caracte´ristiques des e´lectrons chauds et champs associe´s . . . . . . . . . . . 75
4.4.2 Couplage laser-plasma . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 85
4.4.3 Re´sume´ . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 88
4.5 Mode´lisation de la vitesse de propagation . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 89
5 Conclusions 99
III Propagation a` intensite´ mode´re´e : diffusion Raman arrie`re sti-
mule´e 101
6 Physique de la diffusion Raman stimule´e 103
6.1 Diffusion Raman stimule´e . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 103
6.2 Fonction de distribution adiabatique . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 106
6.3 Revue des expe´riences et simulations . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 110
7 Me´canismes non-line´aires de saturation de la diffusion Raman arrie`re stimule´e113
7.1 Validite´ de la fonction de distribution adiabatique . . . . . . . . . . . . . . . . . . 115
7.2 Etude du sideband avec le code Vador . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 116
7.3 Application a` la saturation de la diffusion Raman stimule´e . . . . . . . . . . . . . . 125
7.3.1 Saturation de la diffusion Raman avec le code Vlasov Elvis . . . . . . . . . 126
7.3.2 Saturation de la diffusion Raman avec le code PIC Calder . . . . . . . . . 129
7.3.3 Comparaison avec le code d’enveloppe Brama . . . . . . . . . . . . . . . . 135
7.4 Etude du sideband avec le code spectral Fourier-Hermite Vstab . . . . . . . . . . 142
8 Conclusions 147
Annexe 148
A Descriptions des codes de calcul utilise´s dans cette the`se 149
A.1 Le code Particle In Cell Calder . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 149
A.2 Les codes Vlasov . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 151
A.2.1 Le code e´lectrostatique Vador . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 151
A.2.2 Le code e´lectromagne´tique Elvis . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 152
A.3 Le code d’enveloppe Brama . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 153
A.4 Le code spectral Fourier-Hermite Vstab . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 154
Bibliographie 154
vi
vii
Liste des notations principales
Constantes
c ce´le´rite´ de la lumie`re dans le vide
0, µ0 permittivite´ et perme´abilite´ du vide
kB constante de Boltzmann
mj masse au repos de l’espe`ce j
−e, Ze charges e´lectronique et ionique
Symboles
t, x, y, z temps, abscisse, ordonne´e et cote−→ei vecteur unitaire dans la direction i
I0 intensite´ (e´clairement) d’une impulsion laser
a0 norme du potentiel vecteur d’une impulsion laser
W0 waist, rayon du faisceau laser dans le plan focal a` 1/e du champ e´lectrique
r0 largeur a` mi-hauteur du champ e´lectrique laser−→
E ,
−→
B champs e´lectrique et magne´tique−→
A , Φ potentiel vecteur et potentiel scalaire
λ0, ω0 longueur d’onde et pulsation d’une onde laser dans le vide
τL dure´e caracte´ristique d’une impulsion laser
ne, ni, nc densite´s e´lectronique, ionique et densite´ critique
vtj, vthj vitesse thermique de l’espe`ce j−→v , −→p vecteur vitesse et impulsion
γ facteur de Lorentz
Γ taux de croissance
ρ,
−→
j densite´ de charge et vecteur densite´ de courant
ωp, ωpj pulsation plasma et pulsation plasma de l’espe`ce j
λD longueur de Debye
Tj tempe´rature de l’espe`ce j
Vc vitesse de creusement
Xc position du front du canal
Indices
e, i espe`ces e´lectronique et ionique
j espe`ce j
viii
Premie`re partie
Introduction
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Chapitre 1
Contexte et objectifs
 ...in a world of magnets and miracles... 
High Hopes, Pink Floyd
Contexte et enjeux
Le plasma est un e´tat particulier de la matie`re, aussi appele´ quatrie`me e´tat, contenant des
particules charge´es et pre´sentant un comportement collectif duˆ aux interactions e´lectromagne´tiques
entre ces particules.
Un laser ( light amplification by stimulated emission of radiation ) est une source temporel-
lement et spatialement cohe´rente de lumie`re. Les lasers trouvent de nombreuses applications dont
la fusion par confinement inertiel (FCI), qui fait intervenir des lasers d’intensite´s ≈ 1014−15W/cm2
et de dure´e d’impulsion de quelques nano-secondes selon les sche´mas de fusion conside´re´s. D’autres
applications comme l’acce´le´ration d’ions, d’e´lectrons, la production de rayonnement X multi-MeV
ou la FCI par allumage rapide font intervenir des lasers plus intenses de l’ordre de ≈ 1018−20W/cm2
et de dure´e d’impulsion de quelques picosecondes. De manie`re ge´ne´rale l’irradiation de la matie`re
par un laser d’intensite´ supe´rieure a` quelques ≈ 1012W/cm2 suffit a` cre´er facilement un plasma. Le
couplage entre les charges et les modes collectifs du plasma et les champs e´lectromagne´tiques du
laser conduit a` une physique tre`s riche de  l’interaction laser-plasma . Celle-ci est marque´e par
de nombreux phe´nome`nes non-line´aires et/ou instables qui font l’objet d’e´tudes continues depuis
l’invention du laser il y a quelques 50 ans. Ce travail entend y contribuer sur deux points pre´sente´s
dans la suite de ce chapitre.
Pour comprendre dans quel cadre s’inscrit cette the`se il est ne´cessaire de pre´senter le principe
de la fusion par confinement inertiel, dont il existe plusieurs variantes qui posse`dent tous un mode
ope´ratoire commun, ou tout du moins similaire. La FCI consiste a` amorcer dans un plasma de
deute´rium-tritium (DT) une re´action de fusion auto-entretenue. Le me´lange de DT, aussi appele´
combustible, prend la forme d’un micro-ballon de quelques millime`tres de diame`tre contenant
quelques milligrammes de combustible que l’on cherche, dans un meˆme temps, a` comprimer et a`
chauffer.
Le sche´ma classique de la FCI consiste en l’irradiation d’une coquille de combustible par un fort
rayonnement (≈ 0.1 − 1MJ) laser, dans le cas de l’attaque directe, ou X dans le cas de l’attaque
indirecte. Dans le sche´ma par attaque directe (figure 1), un grand nombre (≈ 200) de faisceaux
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laser sont focalise´s sur la surface de la capsule de combustible. Dans le sche´ma par attaque indirecte
(figure 1) la capsule de combustible est place´e au centre d’un cylindre en or servant a` convertir le
rayonnement laser focalise´ sur ses parois internes en un rayonnement X de corps noir, qui assure
l’ablation et la compression du combustible. La compression de la capsule par rayonnement X, en
comparaison de l’attaque directe, posse`de une plus grande uniformite´ d’irradiation et une vitesse
d’ablation bien supe´rieure. Ce double avantage atte´nue grandement l’instabilite´ de Rayleigh-Taylor
[1] qui peut compromettre la compression en de´formant le front d’ablation. Toutefois, l’attaque
indirecte paˆtit d’un faible rendement e´nerge´tique entre le rayonnement laser incident et la capsule.
Figure 1.1 – Sche´ma du principe de l’attaque directe et indirecte.
Qu’on utilise un sche´ma d’attaque directe ou indirecte, la surface de la capsule est ionise´e,
et sa de´tente provoque par re´action l’implosion de la coquille. Issus de l’ablation des couches
externes, une succession de chocs traversent la cible et se focalisent en son centre. Leur parfaite
synchronisation, pilote´e par le profil temporel du rayonnement, est un e´le´ment cle´ de la FCI. Leur
convergence au centre de la cible produit un point chaud ou` s’amorcent les re´actions de fusion
thermonucle´aires. Si les conditions d’allumage sont remplies, l’onde de combustion ainsi initie´e
peut se propager au reste du combustible.
Il existe de nombreuses variantes aux sche´mas d’attaques directe et indirecte, tant sur l’assem-
blage du combustible de la capsule (DT gaz, cryoge´nique...) que sur le profil temporel des faisceaux
laser. A la diffe´rence de ces approches classiques, le sche´ma dit d’allumage rapide introduit par Ta-
bak et al. [2] en 1994, dissocie les e´tapes de compression et d’allumage. L’ide´e est de comprimer la
cible de manie`re classique mais mode´re´e (dure´e d’impulsion nanosecondes et intensite´ de l’ordre de
≈ 1015W/cm2), et ensuite de de´clencher la combustion a` partir d’un point chaud cre´e´ par un laser
ultra-intense, appele´ faisceau d’allumage (dure´e d’impulsion picosecondes et intensite´ de l’ordre de
≈ 1020−21W/cm2). Le combustible comprime´ e´tant tre`s dense, le faisceau d’allumage ne peut pas
se propager jusqu’au centre de celui-ci pour y apporter lui-meˆme l’e´nergie ne´cessaire. En revanche,
l’e´nergie apporte´e par le faisceau d’e´lectrons produit par le laser ultra-intense lors de sa propaga-
tion, pourrait permettre d’enclencher la combustion thermonucle´aire. Compte tenu des contraintes
e´nerge´tiques et spatiales relatives a` l’ignition, les e´lectrons doivent eˆtre acce´le´re´s au plus pre`s du
cœur de la cible. D’ou` l’ide´e de faciliter la propagation en e´vacuant pre´alablement le plus possible
de plasma a` l’aide d’un laser de creusement, comme propose´ dans le sche´ma originel de Tabak
et al., ou en inse´rant un coˆne dans la capsule [3]. Cette dernie`re possibilite´ permet d’e´conomiser
l’impulsion laser servant au creusement, mais peut geˆner la compression syme´trique de la capsule.
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En revanche, creuser un canal dans la couronne de plasma de longueur millime´trique qui entoure
la cible comprime´e ne pre´sente aucun proble`me de syme´trie durant la phase de compression, mais
peut causer des proble`mes de pre´chauffage. En effet, les e´lectrons acce´le´re´s lors du creusement du
canal pourraient se propager jusqu’au centre de la cible comprime´e et la chauffer, au de´triment de
la compression. L’allumage rapide, avec creusement, se re´sume donc en quatre e´tapes (figure 1.2) :
– l’ensemble du combustible est d’abord comprime´ de manie`re traditionnelle par des impulsions
nanosecondes (≈ 1015W/cm2).
– Une premie`re impulsion de creusement (≈ 1018−19W/cm2 − 100ps) pre´forme un canal dans
la couronne de plasma de longueur millime´trique qui entoure la cible comprime´e.
– Ce canal que l’on espe`re aussi vide d’e´lectrons et profond que possible, sert de guide a` une
seconde impulsion ultra-intense (≈ 1020−21W/cm2−10ps) qui doit s’approcher le plus possible
du cœur comprime´ pour acce´le´rer le faisceau d’e´lectrons de´clencheur de la re´action de fusion.
– Le point chaud produit par le faisceau d’e´lectrons, si les conditions sont re´unies, amorce les
re´actions de fusion thermonucle´aires. L’onde de combustion peut se propager aux re´gions
externes.
Le sche´ma d’allumage rapide se caracte´rise par un gain the´orique plus e´leve´ que les sche´mas
standard.
1) Compression de la cible 2) Creusement d’un canal dans la 
couronne de plasma sous-critique
3) Générations et transport 
des électrons rapides
4) Allumage de la cible
Canal
Cœur 
comprimé
Electrons
rapides
I=1015W/cm2-1ns
I=1018-19W/cm2-100ps
I=1020-21W/cm2-10ps
Figure 1.2 – Les quatres e´tapes du sche´ma d’allumage rapide avec creusement de canal.
Durant le creusement du canal plasma, l’impulsion laser est soumise a` de nombreuses instabi-
lite´s. Parmi celles-ci les instabilite´s de reptation [4] et de filamentation peuvent de´vier l’impulsion
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laser de son axe d’incidence initial (et donc le canal), ou meˆme faire e´clater l’impulsion laser en de
multiples filaments laser. Le creusement en est affecte´, et il est alors le´gitime de se demander quelles
sont les conditions requises pour creuser jusqu’a` la densite´ critique, et quels sont les parame`tres
optimaux. L’inte´reˆt du sche´ma d’allumage rapide repose sur son gain e´leve´, ce qui suppose que
la quantite´ d’e´nergie de´pense´e dans les faisceaux de creusement et d’allumage est suffisamment
faible. Au de´but de cette the`se, des simulations PIC 2D effectue´es par Li et al. [5] avaient de´ja`
apporte´ quelques e´le´ments de re´ponse. Ils estime`rent l’e´nergie ne´cessaire pour creuser jusqu’a` la
densite´ critique, qui s’e´crit Ec ≈ 1.7(I/1018W/cm2)0.36kJ, avec I l’intensite´ maximale de l’impul-
sion laser. Cette loi d’e´chelle indique qu’il est pre´fe´rable d’utiliser une impulsion laser de basse
intensite´ pour e´conomiser de l’e´nergie. L’ide´e d’utiliser des impulsions laser d’une centaine de ps
avait de´ja` e´te´ explore´e dans les anne´es 90 (Young et al. [6], Milchberg et al. [7]). Re´cemment Fuchs
et al. [8] ont montre´ expe´rimentalement la cre´ation d’un canal plasma a` l’aide d’une impulsion
d’une centaine de ps et d’intensite´ 1016W/cm2 dans un plasma similaire au plasma de couronne
de l’allumeur rapide. Ils ont e´galement observe´ l’accroissement de la transmission d’une impulsion
laser d’intensite´ 3.1018W/cm2 dans le canal. Cependant, l’imagerie par interfe´rome´trie utilise´e ne
leur permet pas de diagnostiquer le canal pour n > 0.03nc, et il s’en remettent aux simulations
pour interpre´ter les re´sultats dans les re´gions opaques au diagnostic. A priori, nous n’avons donc
aucune certitude sur la dynamique du creusement avec des impulsions laser d’une centaine de ps
et d’intensite´ 1016W/cm2.
Les simulations effectue´es par Li et al. [5] sur 1 mm de plasma leur permettent e´galement
de mettre en e´vidence la dynamique du creusement. Sur le long terme, le creusement du canal
n’est pas affecte´ par les instabilite´s de reptation et de filamentation qui ne sont que temporaires.
De fait, via un me´canisme d’auto-correction, une impulsion laser suffisamment longue ne cesse de
creuser selon sa direction initiale. Les re´sultats optimistes de ces simulations rassurent vis-a`-vis
des expe´riences effectue´es sur le creusement dans les anne´es 90 [9] et le de´but des anne´es 2000 [10],
qui pointaient justement les effets ne´gatifs de la filamentation et de la reptation sur le creusement.
Ces expe´riences n’avaient pas la possibilite´ de mettre en e´vidence le me´canisme d’auto-correction
du creusement du fait d’impulsions laser trop courtes.
Un autre aspect du creusement souvent e´tudie´, observe´ lors d’expe´riences [11, 12] et de simula-
tions [13, 5], est la ge´ne´ration d’e´lectrons chauds (d’e´nergie supe´rieure a` quelques centaines de keV)
et la formation de champs magne´tiques statiques de centaines de MG dus aux courants associe´s.
La quantite´ d’e´lectrons chauds produits durant le creusement du canal est une des proble´matiques
majeures de l’allumage rapide. En effet, les simulations [14, 15] ont montre´ que des e´lectrons
de plus de 100 keV sont capables de se propager jusqu’au centre de la cible et d’y de´poser de
l’e´nergie. Ce pre´chauffage de´tend la cible avant la compression finale, et peut donc empeˆcher la
combustion d’avoir lieu. Dans cette the`se, nous regarderons en de´tail les me´canismes d’acce´le´ration
e´lectronique, sans toutefois aborder la propagation e´lectronique dans la partie dense de la cible. La
propagation de l’impulsion laser est e´tudie´ a` l’aide d’un code particulaire en ge´ome´trie 2D plane.
Apre`s avoir discute´ du creusement du canal, et donc de la propagation d’impulsion laser d’in-
tensite´ e´leve´e d’environ 1018−20W/cm2, inte´ressons-nous a` la compression de la cible. L’intensite´
des impulsions laser est bien plus faible, de l’ordre de 1014−16W/cm2, et de dure´e ns. Dans ce
re´gime la diffusion Raman stimule´e [16] devient importante, et une fraction de l’impulsion laser
incidente peut eˆtre perdue par re´tro-diffusion. Apre`s une phase de croissance line´aire, l’instabilite´
Raman finit par saturer et la re´flectivite´ (rapport de l’e´nergie laser incidente sur l’e´nergie laser
re´tro-diffuse´e) oscille rapidement au cours du temps. Des hypothe`ses ont e´te´ avance´es pour expli-
quer la saturation, comme le de´phasage non-line´aire de l’onde plasma associe´e au Raman, ou la
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croissance d’ondes satellites. Ces phe´nome`nes ont e´te´ incrimine´s a` l’aide d’expe´riences [17] et de
simulations ou de the´ories [18, 19]. Malgre´ tous ces travaux, les causes de la saturation de l’in-
stabilite´ Raman restent encore incertaines. A notre connaissance, il n’existe aucune e´tude de la
saturation en fonction des parame`tres du laser et du plasma. Il nous reste donc a` e´tudier en de´tail
ces me´canismes et a` les identifier de manie`re claire comme e´tant responsable de la saturation.
Pour cela, nous nous basons sur des simulations nume´riques eule´riennes 1D. Les phe´nome`nes de
saturation 2D sont donc ignore´s.
Plan
Cette the`se est compose´e de quatre parties, axe´e autour des deux proble´matiques expose´es plus
haut :
1 − le creusement d’un canal dans un plasma sous-critique par une impulsion laser d’intensite´
≈ 1018−20W/cm2 et de dure´e comprise entre quelques ps et quelques dizaines de ps. On
e´tudie la propagation de l’impulsion laser dans les plasmas homoge`nes et de profils de densite´
exponentiels, avec des tailles variant de quelques centaines de microme`tres au millime`tre. Une
des applications e´videntes de cette e´tude est l’e´tape de creusement de canal pour l’allumage
rapide.
2 − Les me´canismes de saturation de l’instabilite´ de diffusion Raman arrie`re, qu’il faut mettre
en e´vidence et identifier de manie`re claire. On cherche e´galement a` e´tablir un crite`re de
saturation, a` l’aide des re´sultats apporte´s par les simulations.
La premie`re partie est une introduction commune a` ces deux proble´matiques. On y trouvera la
physique de base de l’interaction laser-plasma, ainsi qu’une revue des me´canismes de chauffage. Les
deuxie`me et troisie`me parties traitent respectivement du creusement de canal et de la saturation de
la diffusion Raman. Elles contiennent une introduction spe´cifique a` la physique de chaque partie,
ainsi qu’une revue des expe´riences et simulations. La conclusion et les perspectives de travail
constituent la quatrie`me et dernie`re partie. Enfin, une description des codes de calculs utilise´s
dans cette the`se est donne´e en annexe.
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Chapitre 2
Physique de l’interaction laser-plasma
2.1 Mouvement d’une particule charge´e dans une onde
plane e´lectromagne´tique
Les e´quations de´crivant le mouvement d’une particule charge´e dans un champ e´lectromagne´tique
sont les suivantes :
d−→p
dt
= q
(−→
E +−→v ×−→B
)
, (2.1)
dγmc2
dt
= q−→v · −→E , (2.2)
ou` −→p = γm−→v . Il est utile d’exprimer l’e´quation (2.1) en fonction des potentiels vecteur et scalaire.
On obtient, en utilisant la jauge de Coulomb ∇ · −→A = 0 :
d−→p
dt
= q
(
−∂
−→
A
∂t
−∇Φ +−→v ×
(
∇×−→A
))
. (2.3)
Plac¸ons-nous dans le vide de telle manie`re que Φ, due aux composantes e´lectrostatiques du champ,
s’annule. Cette hypothe`se, qui va grandement simplifier les calculs qui vont suivre, ne peut eˆtre
ve´rifie´e dans un plasma, ou` il faudrait coupler l’e´quation (2.3) aux e´quations de Maxwell.
En remarquant que (avec la convention de sommation sur les indices re´pe´te´s) :
d
−→
A
dt
=
∂
−→
A
∂t
+
∂
−→
A
∂xi
vi =
∂
−→
A
∂t
+ (−→v · ∇)−→A (2.4)
et avec la relation vectorielle :
−→v ×
(
∇×−→A
)
= vj
(
∂Aj
∂xi
)
−→ei − ∂
−→
A
∂xi
vi =
(
∇−→A
)
· −→v − (−→v · ∇)−→A, (2.5)
l’e´quation (2.3) se simplifie pour donner :
d
dt
(−→p + q−→A) = q (∇−→A) · −→v , (2.6)
ou`
(
∇−→A
)
· −→v = vj(∂iAj)−→ei .
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On se place maintenant dans le cas d’une onde plane, se propageant dans la direction +x, de
la forme : −→
A = (0, PA0 cos (φ) ,
√
1− P 2A0 sin (φ)), (2.7)
avec φ = ω0t− k0x la phase de l’onde, et P le parame`tre de polarisation tel que P = ±1 pour une
onde polarise´e line´airement et P = ±1/√2 pour une onde polarise´e circulairement. Le potentiel
vecteur ne de´pend spatialement que de x et est polarise´ dans le plan (yz), d’ou` :
dpx
dt
= q−→v ⊥ · ∂
−→
A
∂x
, (2.8)
d
dt
(−→p ⊥ + q−→A) = 0. (2.9)
Si la particule est initialement au repos, on retrouve le re´sultat bien connu −→p ⊥ = −q−→A . Les
e´quations (2.2) et (2.8) s’e´crivent alors :
dγmc2
dt
=
q2
2mγ
∂A2
∂t
, (2.10)
dpx
dt
= − q
2
2mγ
∂A2
∂x
. (2.11)
Cette dernie`re e´quation fait apparaˆıtre l’expression relativiste de la composante selon x de la force
ponde´romotrice Fp = − q22mγ ∂A
2
∂x
, dont l’expression ge´ne´rale est donne´e dans la section suivante.
La re´solution des e´quations pre´ce´dentes nous donne :
px =
q2A20
4mc
[
1 +
(
2P 2 − 1) cos(2φ)] , (2.12)
py = −qPA0 cos(φ), (2.13)
pz = −q
√
1− P 2A0 sin(φ). (2.14)
En polarisation line´aire P = 1 et pour un e´lectron, py = |−→p ⊥| = eA0 cos(φ), ce qui nous conduit a`
de´finir l’amplitude normalise´e du champ laser a0 = e|−→A |/mec. Elle s’exprime aussi sous la forme :
a0 =
√
e2
2pi20m2ec
5
Iλ0 ' 0.85λµm
√
I
I18
, (2.15)
ou` I = 0cE
2/2 est l’intensite´ (ou e´clairement) laser en polarisation line´aire, I18 = 10
18W/cm2 et
λµm la longueur d’onde du laser en µm. Dans la limite classique a0 correspond au rapport v⊥/c 1.
On conside`re donc que le re´gime d’interaction relativiste est atteint pour a0 ' 1. L’e´quation du
mouvement d’un e´lectron initialement au repos s’e´crit finalement :
x =
a20
4
[
φ+
2P 2 − 1
2
sin(2φ)
]
, (2.16)
y = Pa0 sin(φ), (2.17)
z = −
√
1− P 2a0 cos(φ), (2.18)
ou` on a introduit les normalisations : t → ω0t, x → k0x et A0 → eA0/mec = a0. On remarque
que dans le cas d’une polarisation line´aire, le mouvement a lieu dans le plan (xy), tandis que pour
une polarisation circulaire, il est confine´ dans le plan (yz) (ou` la trajectoire de´crite est circulaire).
Dans tout les cas, l’e´lectron se retrouve au repos apre`s le passage de l’onde s’il l’e´tait initialement.
Une onde plane progressive ne peut donc pas transmettre d’impulsion a` l’e´lectron, mais il en va
diffe´remment si l’amplitude de l’onde n’est pas seulement fonction de la phase φ.
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2.2 Force ponde´romotrice
On s’inte´resse maintenant au mouvement de particules soumises a` un champ laser dont l’am-
plitude varie dans l’espace. Les gradients d’amplitude de l’onde laser, moyenne´s sur une pe´riode
optique, ge´ne`rent une force appele´e force  ponde´romotrice , qui s’apparente a` la pression de
radiation du laser. La force ponde´romotrice est dirige´e selon le gradient d’amplitude du champ :
les particules, quel que soit le signe de leur charge, sont chasse´es des re´gions d’amplitude e´leve´e.
Nous allons voir que l’expression ge´ne´ralement utilise´e de la force ponde´romotrice n’est en fait que
le de´veloppement a` l’ordre 2 des e´quations du mouvement (euleriennes ou lagrangiennes). L’ori-
gine physique de cette force vient du terme −→v ×−→B qui cre´e une de´rive lente. Les de´monstrations
donne´es dans les manuels de physique des plasmas (par exemple le cours de P. Mora [20] dont on
s’inspire ici), sont e´tablies dans l’approximation non-relativiste.
Nous allons de´river ici la force ponde´romotrice en re´gime non-relativiste, la demonstration en
re´gime relativiste e´tant bien plus complique´e (voir par exemple Quesnel et al. [21]) on se contente
de donner le re´sultat en fin de section.
Nous adoptons ici l’approche fluide pour de´river la force ponde´romotrice. L’e´quation du mou-
vement pour le fluide e´lectronique s’e´crit :
me
[
∂−→ve
∂t
+ (−→ve · ∇)−→ve
]
= −e
(−→
E +−→ve ×−→B
)
− ∇Pe
ne
, (2.19)
ou` Pe est la pression e´lectronique.
A` l’ordre le plus bas, en l’absence de terme de pression, on a :
me
∂−→v1
∂t
= −e−→E1, (2.20)
ou`
−→
E1 ∝ eiω0t est le champ haute fre´quence, suppose´ a` l’ordre 1. Le rotationnel de cette e´quation
conduit a` :
∂
∂t
∇×−→v1 = e
me
∂
−→
B1
∂t
, (2.21)
qui peut eˆtre inte´gre´ en remarquant que −→v1(t = 0) = 0, −→E1(t = 0) = 0 et −→B1(t = 0) = 0, soit :
∇×−→v1 = e
me
−→
B1. (2.22)
De plus, on suppose que −→ve = −→v1 + −→ue ou` −→v1 est la vitesse haute fre´quence (ω ≈ ω0) et −→ue est la
vitesse basse fre´quence (ω  ω0), avec −→v1 et −→ue d’ordre 1. On re´e´crit l’e´quation (2.19) avec cette
de´composition jusqu’a` l’ordre 2 en utilisant (2.20) :
me
[
∂−→ue
∂t
+ (−→ue · ∇)−→ue
]
= −e
(−→
E −−→E1
)
−
(
me (
−→v1 · ∇)−→v1 + e−→v1 ×−→B1
)
− ∇Pe
ne
, (2.23)
ou` on a suppose´ que le seul champ magne´tique a` prendre en compte est le champ
−→
B1, et on a exclu
les termes oscillant a` la fre´quence ω, (−→ue · ∇)−→v1 et (−→v1 · ∇)−→ue. Les derniers termes de l’e´quation
(2.23) font apparaˆıtre la force ponde´romotrice :
−→
Fp = −
(
me (
−→v1 · ∇)−→v1 + e−→v1 ×−→B1
)
, (2.24)
= −me ((−→v1 · ∇)−→v1 +−→v1 ×∇×−→v1) , (2.25)
= −me
2
∇v21. (2.26)
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En de´finissant 〈·〉 comme la moyenne temporelle sur les hautes fre´quences, et en supposant que
〈·1〉 = 0, il vient 〈−→ue〉 = 〈−→ve 〉. L’e´quation (2.23) s’interpre`te donc comme l’e´quation du mouvement
basse fre´quence du fluide e´lectronique :
me
[
∂ 〈−→ve 〉
∂t
+ (〈−→ve 〉 · ∇) 〈−→ve 〉
]
= −e
〈−→
E
〉
+
〈−→
Fp
〉
− ∇Pe
ne
. (2.27)
De plus, si l’on suppose E1 = E
0
1 cos(ω0t− k0x) alors l’e´quation (2.20) donne v1 = − emeω0E1 et la
force ponde´romotrice s’e´crit :
−→
Fp = − e
2
2meω20
∇E21 . (2.28)
Les particules sont donc expulse´es des re´gions d’amplitude e´leve´e dans la direction du gradient
∇E21 , et ce inde´pendamment du signe de leur charge.
La force ponde´romotrice est inversement proportionnelle a` la masse de la particule, ce qui
conduit a` des perturbations e´lectrostatiques si les espe`ces du plasma ont des masses diffe´rentes.
Cet effet est particulie`rement marque´ dans un plasma compose´ de protons et d’e´lectrons, ou` le
rapport des masses mi/me = 1836 est bien supe´rieur a` 1. La force ponde´romotrice s’appliquant
aux protons est donc 1836 fois plus faible. Les protons restent donc longtemps immobiles alors que
les e´lectrons sont expulse´s, cre´ant ainsi un champ e´lectrostatique duˆ a` la se´paration de charge des
deux espe`ces.
L’expression relativiste de la force ponde´romotrice demande une de´monstration trop longue
[21] pour que l’on puisse la de´velopper ici. Elle s’e´crit :
−→
Fp = − e
2
2γmeω20
∇E˜12, (2.29)
γ2 = 1 +
1
m2ec
2
[
|−→p |2 + e
ω0
E˜1
2
]
, (2.30)
ou` les signes · et ·˜ signifient que les termes sont moyenne´s sur les basse fre´quence et haute fre´quence
respectivement. La formule pre´ce´dente suppose, entre autres conditions de validite´, que la vitesse
longitudinale de la particule, vx, ve´rifie :
1− vx/c λ0/(2piW0), (2.31)
ou` λ0 et W0 sont respectivement la longueur d’onde et le waist du laser. Dans le contexte du
creusement de canal la plupart des particules de basse e´nergie sont expulse´es radialement, et
ve´rifient donc l’e´quation (2.31) puisque vx/c est faible (< 0.1) et λ0/(2piW0) ≈ 0.1. On peut
donc se permettre d’utiliser l’e´quation (2.29) pour mode´liser l’expulsion radiale du plasma par
l’impulsion laser.
2.3 Relations de dispersion non-relativiste dans un plasma
non-magne´tise´
On de´rive ici les relations de dispersion lie´es a` la propagation d’une onde e´lectromagne´tique
ou e´lectrostatique dans un plasma (voir par exemple la re´fe´rence [16]). On analyse l’e´quation de
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Vlasov line´arise´e dans l’espace de Fourier, en supposant que le courant de´pend line´airement du
champ e´lectrique.
L’e´quation de Vlasov, de´crivant l’e´volution de la fonction de distribution f (t,−→r ,−→v ), s’e´crit :
df
dt
=
∂f
∂t
+−→v · ∂f
∂−→r +
−→
F
m
· ∂f
∂−→v = 0, (2.32)
avec
−→
F la force exerce´e sur les particules situe´es en (−→r ,−→v ). On perturbe cette e´quation a` partir
de l’e´tat d’e´quilibre du plasma :
−→
F =
−→
F0 +
−→
F1, f = f0 + f1 en supposant
−→
F0 = 0 et f0 est une
maxwellienne. La transforme´e de Fourier de l’e´quation (2.32) conduit a` :
i(−ω +−→v · −→k )f̂1 = − q
m
−̂→
E · ∂f0
∂−→v , (2.33)
avec :
f̂(ω,
−→
k ) =
∫∫
f(t,−→r )ei(ωt−
−→
k ·−→r )dt
−→
dr. (2.34)
De plus les e´quations de Maxwell-Ampe`re et Maxwell-Faraday se combinent pour donner l’e´quation
d’onde :
0
[
ω2 + c2
−→
k ×−→k ×
] −̂→
E = −iω−̂→j , (2.35)
qui se re´e´crit, en conside´rant uniquement la re´ponse line´aire du plasma,
−̂→
j =
−→−→σ −̂→E :[
ω2
−→−→
0
+ c2
−→
k ×−→k ×
]
−̂→
E = 0, (2.36)
avec
−→−→ = 0(1+
−→−→χ ) le tenseur die´lectrique, et −→−→χ = i
−→−→σ
0ω
le tenseur de susceptibilite´. Le de´terminant
de l’e´quation (2.36) donne la relation de dispersion de l’onde (ω,
−→
k ) pour un champ non nul.
Dans le cas d’un plasma isotrope dont chacune des espe`ces est de´crite par une maxwellienne
f0j = (nj/(2pimjvtj)) exp(−v2/2mjv2tj), une seule direction est privile´gie´e, celle porte´e par le vecteur
d’onde
−→
k du champ. Ceci conduit a` la se´paration des champs en deux composantes inde´pendantes,
l’une longitudinale et l’autre transverse, re´pondant a` deux relations de dispersion diffe´rentes :
modes transverses :
⊥
0
= 1−
∑
j
ω2pj
ω2
{
1 +
1
2
Z ′
[
ω√
2kvtj
]}
, (2.37)
modes longitudinaux :
‖
0
= 1−
∑
j
ω2pj
2k2v2tj
Z ′
[
ω√
2kvtj
]
, (2.38)
ou` le vecteur d’onde est selon la direction x. ωpj et vtj sont respectivement la fre´quence plasma et
la vitesse thermique de l’espe`ce j :
ω2pj =
q2jne
mj0
, vtj =
√
Tj
mjc2
. (2.39)
La vitesse thermique repre´sente la vitesse moyenne d’une distribution de particules, dans le cas
d’une maxwellienne on a : f0 ∝ exp
(−v2/2v2tj). Z ′ est la de´rive´e de la fonction de Fried et Conte
[22], appele´e aussi fonction de dispersion du plasma :
Z(x) = 1√
pi
∫
L
e−u
2
u− xdu, (2.40)
avec L le contour de Landau assurant l’analyticite´ de Z.
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L’onde e´lectrostatique
Les ondes e´lectrostatiques correspondent aux modes longitudinaux. Le de´veloppement de l’e´quation
(2.38) pour vφ =
<(ω)
k
 vtj conduit a` la relation de dispersion suivante pour les ondes plasma
e´lectroniques [16] :
<(ω)2 = ω2pe + 3k2v2te, (2.41)
appele´e aussi relation de Bohm-Gross [23]. Il est e´galement possible d’obtenir =(ω) en supposant
que <(ω) =(ω), et en de´veloppant χ on obtient alors :
=(ω) = − χI(<(ω), k)
∂ω<(χ)(<(ω), k) = −
√
pi
8
ωpe
(kλD)3
exp
[
−3
2
− 1
2k2λ2D
]
, (2.42)
qui est le taux d’amortissement Landau, calcule´ pour une fonction de distribution maxwellienne. On
conside`re en ge´ne´ral que le taux d’amortissement reste petit devant la partie re´elle de la pulsation
tant que kλD . 0.3. Notons que de toutes fac¸ons le calcul pre´ce´dant suppose que vφ  vte, ce qui
revient a` la condition kλD  1.
L’onde e´lectromagne´tique
Dans le cas des ondes e´lectromagne´tique =(ω) = 0, car ω/k > c. Celles-ci correspondent aux
modes transverses, et le de´veloppement de l’e´quation (2.37) pour des vitesses de phase vφ = ω/k
tre`s grandes devant la vitesse thermique vtj de chaque espe`ce, conduit a` [16] :
ω2 = ω2pe + ω
2
pi + k
2c2. (2.43)
Le rapport de masse mi/me entre un ion et un e´lectron e´tant d’au moins mi/me = 1836, on a
ωpe  ωpi, et on peut ne´gliger ωpi devant ωpe. On conservera cette approximation par la suite.
L’e´quation pre´ce´dente nous indique que k n’est re´el que si ωpe < ω, sinon k est imaginaire pur et
l’onde e´lectromagne´tique est alors e´vanescente. On peut relier la fre´quence plasma e´lectronique a`
la densite´ e´lectronique au repos ne du plasma. Il apparaˆıt alors que l’onde e´lectromagne´tique est
e´vanescente pour ne > nc, avec nc la densite´ critique :
nc =
me0ω
2
e2
. (2.44)
Une onde e´lectromagne´tique, un faisceau laser dans notre cas, ne peut donc pas se propager au
dela` de nc, du moins dans le contexte de perturbation line´aire conside´re´ ici.
La relation de dispersion nous donne les vitesses line´aires de phase et de groupe dans le plasma :
vφ =
ω
k
= c
(
1− ne
nc
)−1/2
, (2.45)
vg =
∂ω
∂k
= c
(
1− ne
nc
)1/2
. (2.46)
Par soucis de simplicite´ nous nous sommes restreint a` la me´canique non-relativiste pour de´river
la relation de dispersion (2.43). On peut montrer qu’une onde plane polarise´e circulairement obe´it
a` une relation de dispersion diffe´rente :
ω2 =
ω2pe
γ
+ k2c2, (2.47)
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avec
γ =
√
1 +
e2A2
m2ec
2
. (2.48)
ou` on a suppose´ que le mouvement des e´lectrons selon x a` e´te´ neutralise´. Le vecteur d’onde k est
maintenant re´el pour ne < γnc. Le re´gime nc < ne < γnc est tel que l’onde se propage dans le
re´gime relativiste, alors qu’elle n’aurait pas pu le faire dans la limite non-relativiste. C’est ce qu’on
appelle la transparence induite par effet relativiste [24].
2.4 Me´canismes de chauffage non-collisionnel
Comme nous l’avons vu en section 2.1 une onde plane est incapable d’acce´le´rer un e´lectron en
raison de la relation p⊥/mec = a0. Le moment transverse de l’e´lectron retrouve sa valeur initiale
apre`s le passage de l’onde. Cependant, cette loi, aussi appele´e the´ore`me de Lawson-Woodward,
n’est valable que lorsqu’une onde plane interagit dans le vide avec un seul e´lectron. Elle est donc
facilement contourne´e dans des conditions re´elles d’interaction.
Chauffage ponde´romoteur
Le chauffage ponde´romoteur ou
−→
j × −→B , propose´ par Kruer [25] et de´veloppe´ plus tard par
Quesnel [21], re´sulte de l’interaction du plasma avec la force ponde´romotrice de l’impulsion laser,
comme de´crit en section 2.2. Le chauffage des e´lectrons est donc duˆ aux effets non-line´aires de
l’interaction. Ce chauffage devient important pour des intensite´ laser e´leve´e > 1018W/cm2.
Le chauffage ponde´romoteur a principalement e´te´ e´tudie´ lorsqu’une impulsion laser interagit
avec une cible solide. La force ponde´romotrice, posse´dant aussi une partie oscillante a` 2ω0, enfonce
progressivement la surface de la cible. Les e´lectrons de l’e´paisseur de peau sont d’abord pousse´s
vers l’inte´rieur de la cible par une force de sens constant, ils sont ensuite rappele´s vers le vide par
la force de charge d’espace. Le chauffage proce`de du de´phasage de ce mouvement d’oscillation a`
2ω0 provoque´ par les inhomoge´ne´ite´s des champs dans l’e´paisseur de peau [24]. Il en re´sulte que
les e´lectrons acce´le´re´s dans la cible sont espace´s de λ0/2. La tempe´rature Te de ces e´lectrons est
approxime´e par Wilks et al. [26] par le potentiel ponde´romoteur :
Te ≈ mec2
(√
1 + a20 − 1
)
≈ 511keV
(√
1 + I18λµm/1.37− 1
)
. (2.49)
Cette loi est en bon accord avec des simulations 1D [24] et les re´sultats expe´rimentaux [11]. Elle a
e´te´ e´tendue plus tard par Haines et al. [27] qui prennent en compte des corrections relativistes.
Dans notre cas l’impulsion laser interagit avec un plasma sous-critique, la ge´ome´trie de l’inter-
action est 2D, alors que des simulations 1D suffisaient pour reproduire les re´sultats des expe´riences
dans le cas de la cible solide. Dans un plasma sous-critique, les e´lectrons et les ions sont expulse´s
radialement par la force ponde´romotrice, un canal plasma se forme alors. Les e´lectrons gagnent
une e´nergie e´gale au potentiel ponde´romoteur, l’e´nergie maximale qu’ils peuvent gagner est donc
mec
2
(√
1 + a20 − 1
)
.
Chauffage stochastique
Le chauffage stochastique re´sulte du caracte`re chaotique du mouvement des e´lectrons [28, 29],
soumis a` deux ondes e´lectromagne´tiques contra-propagatives, formant alors une onde station-
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naire. Cette configuration apparaˆıt ge´ne´ralement lorsque qu’une impulsion laser est re´fle´chie par
un plasma sur-critique avec un gradient de densite´ doux devant la cible. Dans le cas d’un plasma
sous-critique la re´flection de l’onde laser est moindre, et l’absorption de l’impulsion laser est proche
de 100%. Cependant une petite partie de l’onde peut eˆtre re´fle´chie par les gradients doux et sous-
critique et donner lieu au chauffage stochastique. Les simulations nume´riques de Meyer-ter-Vehn
et al. [30] ont montre´ qu’un e´lectron subissant des perturbations ale´atoires pouvait eˆtre acce´le´re´ a`
des e´nergies bien supe´rieures au potentiel ponde´romoteur, ge´ne´ralisant ainsi le cadre du chauffage
stochastique.
Chauffage parame´trique
Les instabilite´s parame´triques sont une famille d’instabilite´s ou` le laser se couple a` des ondes
e´lectrostatiques et e´lectromagne´tiques par des me´canismes non-line´aires. Parmi celles-ci, l’instabi-
lite´ de diffusion Raman diffuse une onde e´lectromagne´tique et une onde plasma e´lectronique dans
le sens de propagation du laser. On parle de Raman avant ou arrie`re selon le sens de propagation
de l’onde e´lectromagne´tique diffuse´e. L’onde plasma peut pie´ger des e´lectrons et les acce´le´rer a` la
vitesse de phase de l’onde (proche de c pour le Raman avant), jusqu’au de´ferlement de celle-ci.
L’importance du chauffage par diffusion Raman, de´pend de l’intensite´ et de la dure´e de l’im-
pulsion laser. Pour des re´gimes tre`s intenses (> 1018−20W/cm2) et des impulsions longues (> 1ps),
un canal est cre´e´ et le plasma est rapidement chauffe´ a` des e´nergies de l’ordre du MeV de manie`re
uniforme et non-cohe´rente. Dans ces conditions la the´orie et la simulation montrent que le taux
de croissance de la diffusion Raman chute avec la tempe´rature e´lectronique [31, 32, 33, 34]. La
diffusion Raman, de´ja` diminue´e par ces effets thermiques, n’apporte pas de contribution notable
au chauffage des e´lectrons. Comme nous le verrons dans cette the`se, celui-ci est principalement duˆ
au chauffage ponde´romoteur et au chauffage beˆtatron. Ce dernier re´sulte du couplage re´sonnant
d’un e´lectron avec les champs statiques et les champs e´lectromagne´tiques du laser, et sera explique´
en de´tail dans la section 3.4. Avec des impulsions plus courte (0.1 − 1ps) aucun canal n’est cre´e´
et la diffusion Raman prend toute son importance. Dans des plasmas tre`s sous-critiques ∼ 10−2nc
des e´nergies de l’ordre de 100MeV ont ainsi e´te´ mesure´es [35, 36].
Pour des re´gimes moins intenses (1014−16W/cm2) la dynamique ionique est beaucoup plus lente
et n’a que peu d’influence, meˆme avec des impulsions laser de dure´e de quelques pico-secondes
[37]. Dans ce contexte les me´canismes de chauffage ponde´romoteur et beˆtatron sont inexistants,
le chauffage par diffusion Raman prend le dessus. L’e´nergie maximale gagne´e par l’e´lectron est
donne´e par [38] :
∆γ = 4γ2φ, (2.50)
ou` γφ est le facteur relativiste associe´ a` la vitesse de phase de l’onde plasma.
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Deuxie`me partie
Propagation a` haute intensite´ :
creusement de canal
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Chapitre 3
Physique du creusement de canal
3.1 Auto-focalisation et instabilite´ de filamentation
L’interaction de l’impulsion laser avec le plasma a pour conse´quence de modifier l’indice optique
du plasma dans la zone d’interaction, ce qui peut engendrer sous certaines conditions l’auto-
focalisation de l’impulsion laser. L’apparition de gradient de densite´, due a` la force ponde´romotrice
du laser, ainsi que la mise en mouvement des e´lectrons a` des vitesses relativistes, sont les deux
me´canismes a` l’origine de gradients d’indice. Sous certaines conditions, une partie du plasma agit
alors comme une lentille convergente, et l’impulsion laser se focalise jusqu’a` atteindre une taille
critique en dessous de laquelle la diffraction domine. Quand ce me´canisme d’auto-focalisation
compense exactement l’effet antagoniste de la diffraction, l’impulsion est capable de se propager
de fac¸on collimate´e sur des distances bien supe´rieures a` la longueur de Rayleigh (= 2piW 20 /λ0).
L’instabilite´ de filamentation est la conse´quence directe de l’auto-focalisation du laser. Chaque
modulation du profil radial de l’indice du plasma se comporte comme une lentille convergente,
conduisant a` la filamentation du laser. Nous allons voir que la taille transverse d’un filament est
de l’ordre de c/ωp.
Dans la suite de cette section, on suppose les ions immobiles, ce qui est ve´rifie´ tant que la dure´e
de l’impulsion laser reste infe´rieure au temps caracte´ristique ionique ωpi.
Les premiers calculs de profil de densite´ radial ont e´te´ effectue´s par Sun et al. [39] et Kurki-
Suonio et al. [40], sous la condition ne  nc avec avec un faisceau laser de profil radial gaussien.
Sun et al. en tire`rent l’expression bien connue de la puissance critique d’auto-focalisation Pc =
16.2(ω/ωp)
2 GW, en ge´ome´trie 3D, pour laquelle l’auto-focalisation et la diffraction de l’impulsion
laser se compense exactement. Borisov et al. [41] reprennent ces calculs en y incluant un profil de
densite´ initial inhomoge`ne dans la direction radiale, et e´tend les solutions a` des modes supe´rieurs. Ils
utilisent par la suite leur mode`le pour e´tudier la stabilite´ de la propagation du laser dans le plasma.
Borisov et al. en concluent que le laser garde son inte´grite´ si la taille transverse de l’impulsion est
de l’ordre de grandeur de la taille d’un filament, soit W0 ≈ c/ωp. Autrement dit l’impulsion laser
a la taille d’un filament, et par conse´quent l’instabilite´ de filamentation est inhibe´. Nous allons
maintenant retrouver de manie`re simplifie´e la puissance critique et le re´sultat de Borisov et al..
Pour simplifier, nous conside´rons le cas d’un faisceau polarise´ circulairement de fre´quence ω0 et
de vecteur d’onde k0, et ne´gligeons toute variation de la densite´ induite par la force ponde´romotrice.
L’e´quation de propagation s’e´crit, dans la jauge de Coulomb (∇ · −→A = 0) :(
∂2
∂t2
− c2∆
)−→
A +
∂∇Φ
∂t
= − e
0
n−→p
γme
. (3.1)
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Dans notre cas ∇Φ = 0 car nous ne´gligeons la variation de densite´. De la manie`re la plus simple,
−→p⊥ = e−→A et γ =
√
1 + (eA/mec)2. L’e´galite´
−→p⊥ = e−→A n’est rigoureusement ve´rifie´e que dans le cas
1D. On peut montrer qu’elle reste valable au premier ordre en 3D si le rayon du faisceau est bien
plus grand que sa longueur d’onde [42]. On peut prendre
−→
A de la forme :
−→
A (−→r , t) = A0 exp(−r2/W 20 ) [cos(k0x− ω0t)−→ey + sin(k0x− ω0t)−→ez ] , (3.2)
ou` on s’est place´e dans une ge´ome´trie 3D cylindrique, avec −→r la coordonne´e radiale. Sous ses
conditions l’e´quation de propagation s’e´crit :
∆
−→
A +
ω20
c2
(
1− ω
2
p
γω20
)−→
A = 0. (3.3)
Le laplacien en coordonne´es cylindriques s’e´crivant r−1∂/∂r(r∂/∂r) + ∂2/∂x2, on obtient :
− 4
W 20
(
1− r
2
W 20
)
− k20 +
ω20
c2
− ω
2
p
c2
+
1
2
ω2p
c2
(
eA
mec
)2
= 0, (3.4)
ou` nous avons de´veloppe´ le facteur relativiste dans la limite (e
−→
A/mec)
2  1. En de´veloppant au
voisinage de l’axe selon (e
−→
A/mec)
2 ≈ (e−→A0/mec)2(1−2r2W 20 ) et en identifiant les termes, il vient :
ω20 = k
2
0c
2 + ω2p
[
1− 1
2
(
eA0
mec
)2]
+
4c2
W 20
, (3.5)(
eA0
mec
)2
=
4
W 20
c2
ω2p
. (3.6)
La premie`re e´quation correspond a` la relation de dispersion d’une onde e´lectromagne´tique confine´e
et faiblement relativiste. La seconde traduit la condition de guidage, que l’on peut e´galement
exprimer en fonction de la puissance totale transporte´e par le faisceau :
Pc = I
piW 20
2
= 4.4
ω20
ω2p
GW, (3.7)
appele´e puissance critique. Lorsque celle-ci est de´passe´e, le faisceau subit une focalisation plus forte
que sa diffraction naturelle. Notons que la puissance critique est d’autant plus faible que le plasma
est dense. Le calcul de Sun et al. [39], dont nous parlions plus toˆt, est plus complet et aboutit a`
un seuil d’auto-focalisation plus e´leve´. Il est non-perturbatif, ne repose pas sur l’hypothe`se d’un
faisceau gaussien, tient compte non seulement de la modification relativiste de la masse mais aussi
de la de´ple´tion e´lectronique due a` la force ponde´romotrice. La puissance critique calcule´e par Sun
et al. [39] :
Pc = 16.2
nc
n
GW, en 3D, (3.8)
constitue un bon ordre de grandeur, et nous utiliserons par la suite son e´quivalent 2D plan [43] :
Pc = 12.5
nc
n
c/ω0
W0
GW, en 2D. (3.9)
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Le calcul de Sun et al. [39] a e´te´ ge´ne´ralise´e par Kim et Cattani [44, 45] dans le re´gime sta-
tionnaire, qui, reprenant le formalisme the´orique de Marburger et Tooper [46], trouvent pour le
potentiel vecteur et la densite´ :
eA(r)
mec
= a(r) =
2
√
ε (ε− 1) cosh (βr)
ε cosh2 (βr)− β2 (3.10)
ne(r)
nc
= 3
(
1 + a2
)
+
2
√
1 + a2
ε
(−ε− a2) (3.11)
avec β =
√
ε− 1, ε = (n0/nc) / (1− k2c2/ω20)1/2 et la coordonne´e radiale est normalise´e par
k0
√
n0/nc/ε, n0 est la densite´ e´lectronique non perturbe´e. Ici k est le nombre d’onde du laser
et joue le roˆle d’un parame`tre libre. A` la diffe´rence du calcul de Sun et al., le potentiel vecteur
n’est pas impose´ gaussien, mais est de´termine´ de manie`re auto-consistante par la condition sta-
tionnaire. En effet, les e´quations (3.10) et (3.11) correspondent a` des solutions d’e´quilibres entre
l’auto-focalisation et la diffraction, il s’agit donc de solitons. Le formalisme de Kim et Cattani a
de plus l’avantage de conserver la charge. Ils en de´duisent une puissance critique tre`s proche de
celle calcule´e par Sun et al.. Leur mode`le a e´te´ ve´rifie´ a` l’aide de simulations PIC par Naseri et al.
[47, 48].
L’instabilite´ de filamentation est la conse´quence directe de l’auto-focalisation du laser. Elle se
de´clenche lorsque la puissance de l’impulsion laser est bien supe´rieure a` la puissance critique. Le
faisceau laser se se´pare en autant de filaments que le rapport P/Pc. Chaque filament atteint une
taille d’environ c/ωp. Cette instabilite´ peut donc eˆtre e´vite´e dans les plasmas peu dense, ou` il est
possible que l’impulsion laser ait une largeur infe´rieure ou e´gale a` celle d’un filament.
Nous allons calculer le taux de croissance de l’instabilite´ de filamentation dans l’approximation
d’un champ mode´re´ment relativiste (a20  1) et en ne´gligeant tout creusement ponde´romoteur de
la densite´. Nous e´crivons le champ laser laser sous la forme :
−→
A = (−→ey + i−→ez )A(−→r , t)ei(k0x−ω0t) + c.c., (3.12)
ou` l’enveloppe A est suppose´e lentement variable en temps (∂A/∂t  ω0A). Sous les meˆmes
hypothe`ses que pre´ce´demment :−ω20
c2
+ k20 −
2iω0
c2
∂
∂t
+
ω2p
c2
1− 1
2
∣∣∣∣∣ e
−→
A
mec
∣∣∣∣∣
2
−∆⊥
A(−→r , t) = 0. (3.13)
On cherche une solution sous la forme :
A = A0 + A+e
i(
−→
k⊥·−→r −ωt) + A−e−i(
−→
k⊥·−→r −ω∗t). (3.14)
Apre`s avoir de´veloppe´ |−→A |2, on obtient le syste`me :[
−2ω0ω
c2
+ k2⊥
]
A+ =
ω2p
c2
(
eA0
mec
)2
(A+ + A
∗
−), (3.15)[
2ω0ω
c2
+ k2⊥
]
A∗− =
ω2p
c2
(
eA0
mec
)2
(A+ + A
∗
−), (3.16)
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dont on de´duit la relation de dispersion :
1 = ω2p
(
eA0
mec
)2 [
1
k2⊥c2 − 2ω0ω
+
1
k2⊥c2 + 2ω0ω
]
, (3.17)
d’ou`
ω2 =
1
4ω20
[
k4⊥c
4 − 2ω2p
(
eA0
mec
)2
k2⊥c
2
]
. (3.18)
L’instabilite´ correspond a` ω2 < 0, et ne se produit donc que si k⊥ < klim =
√
2ωpa0/c, avec
a0 = eA0/mec. Comme on pouvait s’y attendre, on a klim ≈ W−10 . Son taux de croissance vaut
alors :
Γ =
k⊥c
2
√
2a20
ω2p
ω20
− k
2
⊥c
2
ω20
. (3.19)
Son maximum est atteint en k⊥ = ωpa0/c et vaut :
Γfilam =
ω2pa
2
0
2ω0
. (3.20)
On a trace´ le taux de croissance Γ en figure 3.1 pour a0 = 0.3 et n = 0.1nc.
On retrouve le re´sultat de Borisov et al. [41], l’instabilite´ de filamentation est inhibe´ si k > klim,
et la taille transverse d’un filament est d’environ ≈ k−1⊥ = c/ωpa0. Nous avons effectue´ ces calculs
dans la limite a0  1, d’ou` k⊥ ∝ a0. A` intensite´ e´leve´e (a0 > 1), les simulations montrent que la
taille transverse des filaments est inde´pendante de a0.
Figure 3.1 – Taux de croissance 3.19 de la filamentation pour a0 = 0.3 et n = 0.1nc.
La densite´ peut devenir ne´gative dans la plupart des mode`les cite´s ci-dessus, dans la plupart
des cas les auteurs re´solvent ce proble`me en ramenant la densite´ a` ze´ro [39]. Cela cause cependant
des proble`mes de conservation de la charge. Une autre solution consiste a` conside´rer un plasma
isotherme [49]. La re´e´criture de l’e´quation de Poisson donne alors la densite´ e´lectronique ne =
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n0 + nc∇⊥ (γ + (T/mec2) ln(ne/nc)), qui est de´pendante de la tempe´rature finie du plasma T ,
conside´re´e comme un parame`tre libre.
Pour une estimation simple du profil transverse de densite´, on utilise souvent la formule sui-
vante :
ne = n0 + nc∆⊥
√
1 + a2, (3.21)
ou` a est l’enveloppe transverse de l’impulsion laser, typiquement a = a0 exp (−y2/W 20 ). Pour
ve´rifier cette formule, nous avons effectue´ une simulation PIC 2D d’une impulsion laser d’intensite´
I = 1019W/cm2 entrant dans un plasma homoge`ne de densite´ initiale n0 = 0.01nc. La figure 3.2
pre´sente la carte de densite´ e´lectronique (figure 3.2(a)) et la carte du champ e´lectrique transverse
en moyenne quadratique (figure 3.2(c)). Ces cartes sont re´alise´es pour t = 660ω−10 , encore trop toˆt
pour que les ions ne soient affecte´s par le laser, on a ni ≈ n0, le canal cre´e´ par le laser est donc
purement e´lectronique. Nous allons comparer l’e´quation (3.21) avec le profil de densite´ e´lectronique
pris en x = 100c/ω0 (figure 3.2(b)). Le potentiel vecteur en x = 100c/ω0 (figure 3.2(d)) est mode´lise´
par une gaussienne : a(y) = a0 exp(−y2/W 2) avec a0 = 1.64 et W = 21c/ω0. On obtient ainsi, en
injectant ce dernier dans l’e´quation (3.21), le profil de densite´ e´lectronique the´orique nthe (tirets
rouges sur la figure 3.2(b)). Celui-ci surestime un peu la densite´ simule´e, mais constitue une bonne
approximation.
Tous les mode`les de´crits pre´ce´demment conside`rent un fluide e´lectronique froid ou isotherme.
Quelques mode`les cine´tiques statiques existent [50, 51], mais ils introduisent le rapport du nombre
d’e´lectrons chauds sur les e´lectrons froids, et leurs tempe´ratures comme parame`tres libres. Il
convient alors de les estimer, a` l’aide de la tempe´rature ponde´romotrice par exemple [26].
3.2 Creusement ponde´romoteur
La force ponde´romotrice du laser est a` la base du me´canisme de creusement du canal. Les
e´lectrons sont expulse´s des re´gions d’intensite´s e´leve´es et les ions sont tire´s par la force de se´paration
de charge. Il est possible de de´terminer le profil de densite´ transverse moyennant des hypothe`ses
simplificatrices.
On peut mode´liser le phe´nome`ne de creusement en supposant un fluide unique, neutre, iso-
therme, non-relativiste et en conside´rant que le plasma n’est soumis qu’a` la force ponde´romotrice
du laser. La pression se re´sume a` la pression e´lectronique Pe = nekBTe en supposant que Te  Ti.
Les e´quations (2.27) et de conservation de la charge nous permettent d’e´crire, en posant n = n0+n1
avec n1  n0, et en line´arisant :(
∂2
∂t2
− c2s
∂2
∂y2
)
n1
n0
=
mec
2
2mi
∂2a2
∂y2
, (3.22)
avec cs =
√
kBTe/mi la vitesse acoustique ionique et a(y) = a0 exp(−y2/W 20 ) le potentiel vecteur.
La solution de cette e´quation s’e´crit, en ge´ome´trie plane :
n1
n0
=
me
4mi
c2
c2s
[
a2(y + cst) + a
2(y − cst)− 2a2(y)
]
. (3.23)
On remarque aise´ment que le plasma n’est creuse´ que sur le support du laser, ce qui n’est pas
observe´ dans les simulations ou` la largeur du canal peut s’e´tendre bien au-dela` du waist W0 du
laser. Cet effet est peut eˆtre duˆ aux effets thermique et non-line´aire, que nous ne prenons pas en
compte dans l’e´quation pre´ce´dente.
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(a) (b)
(c) (d)
Figure 3.2 – Cartes (a) de densite´ e´lectronique et (c) du champ transverse Ey en moyenne
quadratique. (b) Coupes en x = 100c/ω0 de la densite´ ionique (vert) et e´lectronique (bleu), et profil
de densite´ e´lectronique the´orique nthe (tirets rouges) calcule´ avec l’e´quation (3.21). (d) Coupe en x =
100c/ω0 du potentiel vecteur (bleu) et son mode`le gaussien (tirets rouges) a(y) = a0 exp(−y2/W 2)
avec a0 = 1.64 et W = 21c/ω0 choisi pour tracer n
th
e .
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De manie`re analogue, Annou puis Bharuthram [52, 53] e´tablissent des mode`les analytiques
dans une ge´ome´trie cylindrique a` partir d’e´quations line´arise´es non relativiste, valables pour des
perturbations de la densite´ infe´rieures a` 30% et une intensite´ laser infe´rieure a` 1.5× 1015W/cm2.
3.3 Instabilite´ de reptation
Un faisceau laser se propage dans un plasma qui n’est jamais parfaitement homoge`ne. La densite´
du plasma pre´sente des perturbations dont la taille est de l’ordre de la longueur d’onde plasma
e´lectronique λp = 2pic/ωpe. L’indice de re´fraction du plasma en est donc affecte´, et cela perturbe
petit a` petit la propagation du faisceau laser qui fini par de´vier de son axe d’incidence initial de
manie`re importante. Dans certains cas, cette de´viation entraˆıne l’oscillation du centro¨ıde 1 Y1(x)
(x e´tant la direction longitudinale) du laser autour d’une position d’e´quilibre, qui est souvent son
axe d’incidence initial, c’est ce qu’on appelle la reptation. Pour l’illustrer, nous avons effectue´ des
simulations PIC (voir section A.1) d’une impulsion laser impactant par la gauche un plasma de
densite´ homoge`ne et sous-critique. L’instabilite´ de reptation fait de´crire au laser une sinuso¨ıde au
cours de sa propagation, comme illustre´ sur la figure 3.4(a) trac¸ant le champ e´lectrique Ey en
moyenne quadratique 2. La longueur d’onde des oscillations de Y1(x) est par de´finition la longueur
d’onde de l’instabilite´ de reptation λh = 2pi/kh, kh e´tant le nombre d’onde associe´ a` λh. Sur la figure
3.4(a), on peut mesurer λh ≈ 100c/ω0. Parfois, la longueur d’onde de l’instabilite´ de reptation,
c’est-a`-dire de Y1(x), est trop grande pour permettre au laser de recroiser l’axe x = 0 (figure 3.5(a)).
En effet, sous certaines conditions, l’impulsion laser est dissipe´e par le plasma avant d’avoir eu le
temps de revenir sur l’axe. Dans ce cas il est impossible de de´finir λh car l’oscillation n’est pas
comple`te (figure 3.5(a)), et on peut seulement dire que λh > 500c/ω0. Noter que le canal plasma
creuse´ dans chaque cas e´pouse la forme de l’impulsion laser (figures 3.4(b) et 3.5(b)), et un canal
courbe ou de´forme´ peut eˆtre proble´matique.
Le traitement analytique de l’instabilite´ de reptation est assez re´cent [54, 55, 56] et elle a
e´te´ peu observe´e expe´rimentalement [10, 57], bien qu’on puisse la rencontrer assez facilement
nume´riquement comme nous le verrons par la suite. Le spectre de cette instabilite´ s’e´tend continuˆment
de kh = 0 jusqu’au nombre d’onde plasma e´lectronique kp = ωp/c [56] (figure 3.3). On de´finit ce-
pendant deux types de reptation : la reptation en grande longueur d’onde pour kh  kp et en courte
longueur d’onde pour kh ≈ kp. Bien que le taux de croissance de l’instabilite´ de reptation, Γh, soit
plus important pour kh ≈ kp, c’est en fait la reptation en grande longueur d’onde que l’on observe
nume´riquement, sans doute en raison d’une saturation plus rapide des modes de grand nombre
d’onde. Les reptations observe´es sur les figures 3.4 et 3.5 sont des reptations de grande longueur
d’onde. En effet on a respectivement kh ≈ ω0/100c ≈ 0.016kp et kh < ω0/500c < 0.0045kp, soit
kh  kp dans les deux cas.
Le taux de croissance de l’instabilite´ de reptation en grande longueur d’onde s’e´crit (valide
dans le cas 3D) :
Γhg =
a0√
8
c/ω0
W0
kh, (3.24)
1. Le centro¨ıde Y1 du laser est le premier moment transverse du champ e´lectrique Ey, c’est-a`-dire : Y1(t, x) =∫∞
−∞Ey(t, x, y)ydy
/∫∞
−∞Ey(t, x, y)dy . Sans reptation, Y1 est e´gale a` ze´ro si Y1(t = 0, x = 0) = 0 et si le plasma est
homoge`ne.
2. La moyenne quadratique de Ey est de´finie par la quantite´ : 〈Ey〉2 (t, x, y) =
(∫ t
t−tl Ey(t
′, x, y)2dt′ /tl
)1/2
ou`
tl est la pe´riode laser. Ce type de moyenne est utile pour tracer l’enveloppe du faisceau laser.
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Figure 3.3 – Taux de croissance temporel =(ω)/ωp de l’instabilite´ de reptation en fonction de son
nombre d’onde kh/kp, pour W0 = 16µm et n = 0.16nc. Illustration tire´e de l’article de Duda et al.
[58].
(a) (b)
Figure 3.4 – Simulation PIC d’un laser d’intensite´ I = 1018W/cm2 entrant par la gauche dans
un plasma homoge`ne de densite´ n0 = 0.4nc : (a) Moyenne quadratique du champ e´lectrique Ey
et (b) densite´ ionique ni/nc. Le laser oscille autour de son axe de propagation initial (ici x = 0),
on mesure kh ≈ ω0/100c ≈ 0.016kp, soit kh  kp, il s’agit donc de reptation de grande longueur
d’onde.
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(a) (b)
Figure 3.5 – Simulation PIC d’un laser d’intensite´ I = 1018W/cm2 entrant par la gauche dans
un plasma homoge`ne de densite´ n0 = 0.2nc : (a) Moyenne quadratique du champ e´lectrique Ey
et (b) densite´ ionique ni/nc. C’est un exemple de reptation ou` le laser se dissipe dans le plasma
avant d’avoir eu le temps de revenir sur l’axe. On ne peut donc pas de´finir kh mais on peut au
moins de´terminer que kh < ω0/500c ≈ 0.0045kp, soit kh  kp, il s’agit donc de reptation de grande
longueur d’onde.
dont la re´fe´rence [4] donne une de´rivation simpliste. Notons que Γhg est inversement proportionnel
au waist du faisceau laser W0. En effet, comme explique´ en de´but de section, la reptation est due
aux perturbations de densite´ du plasma, qui sont de l’ordre de λp = 2pic/ωp. On comprend donc
que plus W0 est grand devant λp, moins le faisceau laser sera sensible a` la reptation.
Kaluza et al. [57] ont montre´, a` partir d’un mode`le simple utilisant (3.24) et confirme´ par des
expe´riences, que la longueur d’onde λhg des reptations en grande longueur d’onde s’e´crit :
λ2Dhg ≈
8
a0
√
(2pic/ω0)
3
W0
(
nc
ne
)5/4
. (3.25)
Pour cela, ils supposent que le faisceau laser auto-focalise jusqu’a` atteindre un waist W e´gal a`
la longueur d’onde plasma e´lectronique W ≈ pic/ωp. Cette hypothe`se fait intervenir la densite´
du plasma, qui curieusement, n’apparaˆıt pas dans la formule du taux de croissance (3.24). La
conservation de l’e´nergie en 2D relie ensuite le potentiel vecteur initial a0 au potentiel vecteur du
plan focal a, c’est-a`-dire a20W0 = a
2W .
Cette estimation est en bon accord avec les re´sultats expe´rimentaux et nume´riques de Kaluza
et al. [57], effectue´s pour des plasmas homoge`ne et tre`s peu denses n0 < 0.03nc. Notons cependant
qu’il est difficile d’e´tablir la validite´ de la formule (3.25) pour de plus hautes densite´s plasmas
(> 0.1nc), comme le montrent des simulations de la section 4.2. Le cas de reptation montre´ en
figure 3.4 est en bon accord avec (3.25), pour a0 = 0.85, W0 = 21.4c/ω0 et ne = 0.4nc on obtient
λ2Dhg ≈ 100c/ω0, ce qui est tre`s proche de la valeur mesure´e. En revanche l’accord est moins bon dans
le cas de la figure 3.5 : pour a0 = 0.85, W0 = 21.4c/ω0 et ne = 0.2nc, on pre´voit λ
2D
hg ≈ 240c/ω0,
une valeur bien infe´rieure a` la mesure λh > 500c/ω0. Nous nous inte´ressons principalement a` des
plasmas de densite´ supe´rieure a` 0.1nc, la validite´ de (3.25) n’est donc pas ave´re´e.
Il est e´galement important de noter que l’instabilite´ de reptation est amplifie´e par l’asyme´trie
de la tache focale du laser [57]. Dans cette the`se nous utilisons uniquement des taches focales
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syme´triques, mais l’interaction d’un laser avec un plasma de densite´ supe´rieure a` 0.1nc de´forme
comple`tement le faisceau laser de`s l’entre´e dans le plasma (figures 3.4(a) et 3.5(a)). L’asyme´trie
de la tache focale joue donc un roˆle mineur pour n > 0.1nc. Dans la suite, nous effectuons tre`s peu
de simulations en dessous de 0.1nc.
Kaluza et al. [57] ont e´galement obtenu en utilisant le meˆme raisonnement l’e´quivalent 3D de
(3.25) :
λ3Dhg ≈
4
√
2
a0
(2pic/ω0)
2
W0
(
nc
ne
)3/2
. (3.26)
On peut maintenant donner l’expression comple`te du taux de croissance en injectant (3.26) dans
(3.24) :
Γ3Dhg ≈
a20
16pi
ω0
c
(
ne
nc
)3/2
, (3.27)
ou` on remarque que la de´pendance en W0 a disparu dans le cas 3D, ce qui semble aberrant au vu
du raisonnement tenu en de´but de section.
Par la suite nous utilisons la formule du taux de croissance (3.24) pour expliquer qualitativement
la reptation observe´e dans les simulations.
3.4 Le chauffage beˆtatron
L’impulsion laser, lors du creusement de canal, entraˆıne l’acce´le´ration d’une population e´lectronique
chaude dans la direction de propagation du laser, qui a` son tour ge´ne`re un champ magne´tique qui
tend a` confiner les e´lectrons. Des expe´riences [11, 59] et des simulations PIC [60, 61] ont montre´ que
le creusement de canal en re´gime relativiste est accompagne´ par l’acce´le´ration des e´lectrons a` des
e´nergies de plusieurs MeV. Ces e´lectrons sont ensuite e´jecte´s dans la direction de propagation du
laser avec une faible divergence angulaire. Ce processus, combinant des e´lectrons pre´-acce´le´re´s et
un champ magne´tique important, pouvant atteindre quelques centaines de me´ga-Gauss, est propice
a` l’acce´le´ration des e´lectrons par me´canisme beˆtatron.
Avant de discuter plus avant l’importance de ce me´canisme dans le creusement de canal, com-
menc¸ons par l’expliciter a` l’aide des e´quations du mouvement applique´es a` un e´lectron. On reprend
ici le formalisme simplifie´ de Pukhov et al. [62] qui conside`rent que les champs statiques Es et Bs
varient line´airement avec la distance radiale a` l’axe de propagation et ou` le laser est traite´ comme
une onde plane. Une description plus comple`te de l’acce´le´ration beˆtatron est donne´e par Tsakiris
et Gahn [63]. Pour simplifier, on e´crit donc les champs statiques de la manie`re suivante :
−→
Es = κEy
−→ey , (3.28)
−→
Bs = −κBy−→ez , (3.29)
ou` κE et κB sont des constantes. L’impulsion laser se propage dans la direction x avec une amplitude
E0 et une vitesse de phase vph = ω0/k0, elle s’e´crit :
−→
El = E0 cos (ω0t− k0x)−→ey , (3.30)
−→
Bl =
E0
vph
cos (ω0t− k0x)−→ez . (3.31)
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Les e´quations du mouvement s’e´crivent, en contraignant les trajectoires dans le plan (−→ex ,−→ey ) et en
utilisant la proprie´te´ d’une onde plane El = Blvph :
1
e
dpx
dt
= −
[−→v × (−→Bl +−→Bs)] · −→ex ,
= −vyBl − vyBs,
= − vy
vph
El − vyBs, (3.32)
1
e
dpy
dt
= −El − Es + vxBl + vxBs,
= −
(
1− vx
vph
)
El − Es + vxBs, (3.33)
dγmec
2
dt
= −evy (El + Es) , (3.34)
Les e´quations (3.32) et (3.34) se combinent pour donner la constante du mouvement :
− vphpx +W = W (t = 0), (3.35)
W = mec
2(γ − 1) + ey
2
2
(κE + vphκB) , (3.36)
ou` W est la somme des e´nergies cine´tique et potentielle. L’e´quation pre´ce´dente, bien qu’utile, n’est
pas tre`s explicite, et on pre´fe`re la mise en forme suivante de l’e´quation (3.33) :
d2y
dt2
+ ω2βy =
[
dy
dt
]2
El + Es
γ
e
mec2
−
(
1− vx
vph
)
El
γ
e
me
, (3.37)
qui met en e´vidence le caracte`re oscillatoire a` la pulsation be´tatron ω2β = e(κE + vxκB)/(meγ) du
mouvement transverse de l’e´lectron. L’e´quation (3.37) peut se re´e´crire pour mettre en e´vidence la
syme´trie entre les champs e´lectromagne´tiques et statiques :
meγ
e
d2y
dt2
+ (Es − vxBs)︸ ︷︷ ︸
1
+ (El − vxBl)︸ ︷︷ ︸
2
=
[
dy
dt
]2
El + Es
c2
, (3.38)
ou` il apparaˆıt que le mouvement de l’e´lectron entre en re´sonance beˆtatron avec le champ e´lectromagne´tique
lorsque les pulsations des membres 1 et 2 sont e´gales, c’est-a`-dire ωβ = ω0
(
1− vx
vph
)
. La re´sonance
beˆtatron peut acce´le´rer des e´lectrons jusqu’a` 100mec
2, l’impulsion transverse py restant borne´e a`
une fraction de l’impulsion longitudinale px.
Dans les simulations on observe qu’une fraction importante (≈ 10%) des e´lectrons sont acce´le´re´s
a` des e´nergies de l’ordre de 100mec
2, et le me´canisme beˆtatron apparaˆıt comme le plus probable
pour expliquer un tel gain d’e´nergie par rapport a` d’autres me´canismes d’acce´le´ration, comme par
exemple le chauffage ponde´romoteur. Il est difficile d’estimer the´oriquement la tempe´rature des
e´lectrons acce´le´re´s par beˆtatron, en raison de la grande non-line´arite´ des phe´nome`nes implique´s, et
du fait que le gain d’e´nergie d’un e´lectron n’est a priori pas borne´. Il est donc difficile de pre´voir
l’e´nergie transmise par le laser aux e´lectrons.
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3.5 Revue des expe´riences et simulations
L’impulsion laser se propageant dans un plasma sous-critique est soumise a` de nombreuses
instabilite´s telles que la reptation, la filamentation ainsi qu’a` d’autres phe´nome`nes non-line´aires
comme l’auto-focalisation. Tous ces phe´nome`nes peuvent geˆner la propagation de l’impulsion la-
ser et compromettre la cre´ation d’un canal rectiligne, c’est-a`-dire d’un canal creuse´ dans l’axe
d’incidence initial du laser.
Dans le contexte de l’allumage rapide on cherche a` connaˆıtre l’e´nergie ne´cessaire pour creuser
jusqu’a` la densite´ critique. Il faut e´galement e´claircir le roˆle des instabilite´s de filamentation et de
reptation sur le creusement du canal, et de´terminer s’il existe une plage de parame`tres permet-
tant de les e´viter. On s’inte´resse e´galement aux e´lectrons chauds (> 100 keV) produits lors du
creusement.
Malgre´ l’existence de ces instabilite´s, des canaux plasmas de longueurs millime´triques et stables
ont e´te´ observe´s expe´rimentalement a` l’aide d’impulsions subpico- et picoseconde d’intensite´ ≈
1018−19W/cm2 [64, 9, 65, 66, 67, 68, 10], ou avec des impulsions plus longues et moins intenses
≈ 1015−16W/cm2 de dure´es supe´rieures a` 100 ps [6, 7, 8]. En particulier, Najmudin et al. [10]
mettent expe´rimentalement en e´vidence les instabilite´s de filamentation et de reptation (figure
3.6), pre´cise´ment dans le re´gime d’intensite´ de l’allumage rapide (≈ 1019W/cm2, dure´e ≈ 2ps,
r0 ≈ 10µm), ce qui se re´ve´la inquie´tant. Le canal observe´ en figure 3.6(a) est d’ailleurs assez
similaire a` ce qu’on observe avec la simulation en figure 3.4. De meˆme Young et al. [9] montrent
que l’on passe d’un re´gime d’auto-focalisation a` un re´gime de filamentation lorsque la densite´ du
plasma augmente jusqu’a` 0.5nc. Nuanc¸ons ces re´sultats en remarquant que ces expe´riences font
intervenir des impulsions laser, soit trop courtes (de dure´e picoseconde), ou peut eˆtre trop peu
intense (d’intensite´ ≈ 1015−16W/cm2) pour l’allumage rapide.
Re´cemment, des expe´riences et des simulations utilisant des impulsions d’environ 10 ps ont
montre´ la cre´ation de canaux stables [13, 69], suivie dans certains cas (Willingale et al. [70]) par
la filamentation de l’impulsion et l’e´clatement du canal en fin d’interaction (figure 3.7). Dans
l’expe´rience de Willingale et al. [70], il est difficile de dire pourquoi l’impulsion laser filamente en
fin d’interaction. Cela peut eˆtre due a` deux effets. L’impulsion laser s’est dissipe´e jusqu’a` ce que
sa puissance P devienne trop petite devant Pc pour assurer son guidage. L’impulsion laser entre
dans une zone ou la densite´ du plasma de´croˆıt, et donc Pc augmente devant P jusqu’a` ce que les
conditions d’auto-guidages ne soient plus assure´es. Nombreuses sont les expe´riences cite´es ci-dessus
qui se limitent a` des densite´s de plasmas en dessous de ≈ 0.1−0.2nc, et ceci en raison des techniques
d’interfe´rome´trie optique utilise´es pour les diagnostics. Les plasmas dont la densite´ est supe´rieure
a` ≈ 0.2nc restent difficile a` diagnostiquer expe´rimentalement avec de telles techniques, mais la
radiographie par protons est de nos jours utilise´e avec succe`s jusqu’a` 0.7nc [71]. Les expe´riences se
rapprochent de plus en plus des conditions de l’allumage rapide, ne´cessitant de creuser un canal
dans un plasma proche de la densite´ critique avec une impulsion laser de dure´e de quelques dizaines
de picosecondes et d’intensite´ > 1018W/cm2.
A notre connaissance, et au de´but de cette the`se, Li et al. [5] e´taient les seuls a` avoir e´tudie´
nume´riquement le creusement d’un canal plasma par une impulsion laser d’intensite´ relativiste dans
un plasma millime´trique de densite´ allant de 0.1nc a` nc. Les simulations ante´rieures [60, 64, 67],
alors limite´es par les moyens de calculs de l’e´poque, ne concernaient que des plasmas d’une centaines
de microme`tres au mieux. Ne´anmoins, elles ont permis de mettre en e´vidence l’acce´le´ration des
e´lectrons dans le canal a` des tempe´ratures de plusieurs MeV, accompagne´s d’un champ magne´tique
statique de l’ordre de 100MG. Des expe´riences effectue´es dans ce re´gime de parame`tres sont en bon
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(a)
(b)
Figure 3.6 – Images tire´es de l’experience de Najmudin et al. [10], montrant les instabilite´s
de reptation et de filamentation, pour une impulsion d’intensite´ I ≈ 1019W/cm2, de longueur
d’onde λ0 ≈ 1µm, de dure´e ≈ 2ps, de tache focale r0 ≈ 10µm et (a) n ≈ 3.7 · 1019cm−3, (b)
n ≈ 2.3 · 1019cm−3.
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Figure 3.7 – Protonographies tire´es des expe´riences de Willingale et al. [70], montrant la formation
d’un canal dans un jet de gaz de densite´ maximale 0.025nc par une impulsion laser d’intensite´
I ≈ 3 · 1019W/cm2, de longueur d’onde λ0 ≈ 1µm, et de dure´e 8 ps. On observe la formation d’un
canal sur 1 mm suivit de son e´clatement par filamentation.
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accord avec les simulations [11, 64, 12, 67]. Li et al. ont montre´ que la de´viation ou l’e´clatement
du canal (appele´ bifurcation) ne sont pas proble´matiques si l’impulsion laser est suffisamment
longue pour corriger le creusement. Il en re´sulte que des canaux plasmas rectilignes de longueurs
millime´triques peuvent exister dans les plasmas sous-denses, meˆme longtemps apre`s le passage
de l’impulsion laser. La bifurcation observe´e nume´riquement par Li et al. [5, 72] est cause´e par
l’instabilite´ de reptation de grande longueur d’onde et donne lieu a` la formation de deux sous-
canaux. Au contraire, la bifurcation qu’observent nume´riquement Sarri et al. [69] est due a` des
modulations de densite´ dans le canal (figure 3.8). Ce dernier me´canisme ne compromet cependant
pas l’inte´grite´ du canal, qui reste unique, seul l’impulsion laser se divise a` l’inte´rieur du canal.
Sarri et al. observent ainsi la formation d’un canal long de 2 mm pour n ≈ 0.002nc (figures 3.8(b-
c)), pour n > 0.02nc (figures 3.8(d-e)) les protonographies sont bien trop chahute´es pour tirer des
conclusions sur la dynamique du creusement. Notons que les protonographies sont effectue´es 100 ps
apre`s l’interaction, ce qui est beaucoup et doit geˆner l’interpre´tation. Borisov et al. [73] observe`rent
un autre type de bifurcation a` l’aide d’un code nume´rique paraxial, due a` l’interaction entre la
filamentation et l’auto-focalisation. Les travaux ante´rieurs ont donc mis en e´vidence diffe´rents
types de bifurcations qu’il va nous falloir trier.
Figure 3.8 – Illustrations tire´es de l’experience de Sarri et al. [69] avec une impulsion laser
d’intensite´ maximale I ≈ 3 · 1018W/cm2, de longueur d’onde λ0 ≈ 1µm, de dure´e 30 ps et de
tache focale r0 ≈ 10µm. (a) Sche´ma du montage expe´rimental, les images (b) a` (e) sont obtenues
par protonographie pour des protons d’une e´nergie de 4 MeV, environ 100 a` 150 ps apre`s le
pic d’intensite´ de l’impulsion laser. Densite´ du plasma (b-c) ne = 0.002nc, (d) ne = 0.2nc, (e)
ne = 0.02nc.
Plusieurs caracte´ristiques de la dynamique du canal ont e´te´ mesure´es dans les simulations et
expe´riences passe´es. Par exemple, l’expansion des parois du canal obe´it a` une loi d’e´chelle de type
Sedov aux temps longs [12, 74].
Li et al. ont e´galement mesure´ la vitesse de creusement du canal, et en ont de´duit des lois
d’e´chelles pour de´terminer le temps ne´cessaire a` une impulsion laser d’intensite´ I pour atteindre
la densite´ critique dans un sce´nario d’allumage rapide. Dans leurs simulations, l’impulsion laser
impacte un plasma de densite´ exponentielle avec une densite´ d’entre´e de 0.1nc. Ceci implique,
d’une part, qu’ils ignorent l’effet du plasma sur la propagation de l’impulsion laser en dessous de
0.1nc, et d’autre part, que la mesure de la vitesse de creusement est incomple`te car effectue´e dans
des plasmas inhomoge`nes. On s’attachera a` e´tendre leur e´tude, notamment en mesurant la vitesse
de creusement avec des plasmas homoge`nes (voir section 4.3). Connaˆıtre la vitesse de creusement
est essentiel pour pre´dire l’e´nergie ne´cessaire pour creuser jusqu’a` la densite´ critique dans le cadre
de l’allumage rapide.
33
34
Chapitre 4
Creusement de canal
 J’fais des trous, des p’tits trous, encore des p’tits trous
Des p’tits trous, des p’tits trous, toujours des p’tits trous 
Le poinc¸onneur des lilas, Serge Gainsbourg
Ce chapitre est de´die´ a` l’e´tude du creusement d’un canal, par une impulsion laser intense, dans
un plasma sous-dense de plusieurs centaines de microns de long. Une des applications concerne
e´videmment l’allumage rapide, ou` creuser un tel canal a` travers le plasma de couronne permet de
de´gager la voie pour la deuxie`me impulsion PW. On rencontre d’autres situations ou` la cre´ation
d’un canal plasma n’est pas de´libe´re´e. C’est le cas des sources X multi-MeV ou` produire un pre´-
plasma en face avant permet d’augmenter l’absorption laser et le rendement radiatif [75]. De
manie`re ge´ne´rale le pie´destal d’une impulsion laser PW interagissant avec une cible solide produit
un pre´-plasma avant l’arrive´e du maximum d’intensite´. Si le contraste de l’impulsion laser est
faible, le pie´destal de celle-ci peut chauffer la cible solide, cre´ant ainsi un plasma en de´tente (et
donc de densite´ exponentielle).
L’e´tude est re´alise´e avec le code PIC Calder, a` l’aide d’un grand nombre de simulations en
ge´ome´trie 2D plane. On commence par e´tudier en section 4.1 l’influence des parame`tres nume´riques
sur la conservation d’e´nergie. Puis nous e´tudions en de´tail en section 4.2 le creusement dans un
plasma de densite´ homoge`ne, en variant sa densite´ et les parame`tres du laser (intensite´ I, largeur
a` mi-hauteur de l’intensite´ r0). Les diffe´rents types de canaux que l’on peut obtenir sont de´crit en
fonction des parame`tres du laser et du plasma. Les instabilite´s de filamentation, d’auto-focalisation
et de reptation entrent en jeu et viennent modifier la dynamique du creusement. On de´crit ensuite
en section 4.3 comment mesurer sans ambigu¨ıte´ la vitesse de creusement du canal dans des plasmas
de profil de densite´ homoge`ne et exponentiel. C’est l’occasion de pre´senter des simulations de
creusement dans un plasma exponentiel et millime´trique, reproduisant les conditions du plasma de
couronne de l’allumage rapide. On de´duit des simulations en plasma homoge`ne des lois d’e´chelle
donnant la vitesse de creusement en fonction de la densite´ du plasma et de l’intensite´ du laser.
Elles nous permettent alors de pre´voir la position du canal dans un plasma de profil exponentiel, et
d’estimer l’e´nergie laser ne´cessaire pour creuser jusqu’a` la densite´ critique dans le cas de l’allumage
rapide.
La section 4.4 de´crit en de´tail les caracte´ristiques des e´lectrons chauds acce´le´re´s lors du creu-
sement et les champs statiques associe´s. Il est important de les e´tudier pour comprendre comment
l’e´nergie du laser est de´ple´te´e (ce qui affecte le creusement), mais e´galement parce qu’ils peuvent
potentiellement atteindre, et donc pre´chauffer, la cible comprime´e du sche´ma d’allumage rapide.
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Enfin, apre`s avoir e´tudie´ en de´tail le couplage des e´lectrons chauds avec le laser, nous discutons
en section 4.5 d’un mode`le base´ sur un bilan d’e´nergie pour de´terminer la vitesse de creusement.
Des comparaisons sont faites avec les mesures de la vitesse de creusement effectue´es en section 4.3.
On pre´sente e´galement comment les lois d’e´chelle obtenues pour la vitesse de creusement peuvent
s’appliquer a` l’acce´le´ration de protons en plasma sous-dense.
4.1 Un mot sur les parame`tres nume´riques utilise´s
Simuler avec un code PIC la propagation d’un laser d’intensite´ I = 1018−19−20W/cm2 dans
un plasma de densite´ supe´rieure a` 0.1nc et de grandes dimensions ne´cessite quelques pre´cautions
si l’on veut limiter le chauffage nume´rique. Celui-ci re´sulte de la discre´tisation des e´quations de
Maxwell et du mouvement, ainsi qu’au nombre fini de particules, et se traduit par une lente de´rive
de l’e´nergie totale du syste`me. La dure´e de nos simulations est ge´ne´ralement e´leve´e (≈ 5−10ps), ce
qui les rend d’autant plus difficile a` simuler sachant que le chauffage nume´rique se de´grade avec le
temps. On dispose principalement de deux observables pour appre´cier la validite´ d’une simulation :
le bilan d’e´nergie ΣE , et l’e´nergie cine´tique moyenne u re´solue en temps et en espace. La premie`re
calcule l’e´cart relatif entre l’e´nergie apporte´e a` la boˆıte de simulation (principalement l’e´nergie
laser), et l’e´nergie totale comprise dans la boˆıte de simulation, c’est-a`-dire :
ΣE(t) =
Ek + Eem − e´nergie initiale−
∫∫
(Fem + Fk) dΩdt−
∫∫ FldΩdt∫∫ FldΩdt , (4.1)
ou` Ω de´note la frontie`re du domaine de simulation, et les flux entrants (hors laser) sont compte´s
positivement. Toutes les grandeurs sont inte´gre´es sur toute la boite de simulation en espace,
et pour toutes les espe`ces du plasma. Les indices k et em de´notent les quantite´s cine´tique et
e´lectromagne´tique respectivement, et Fl(t) est le flux d’e´nergie laser injecte´e dans la boite de si-
mulation a` l’instant t. Notons que le bilan d’e´nergie est normalise´ par Fl, grandeur elle-meˆme
proportionnelle a` l’intensite´ I du laser.
Le bilan d’e´nergie est trace´ pour diffe´rents parame`tres nume´riques en figure 4.1, pour une
simulation test de dimensions 35µm×140µm. Le plasma, de tempe´rature 1 keV, pre´sente un profil
de densite´ exponentiel allant de 0.7nc a` nc. On injecte dans ce calcul un laser d’intensite´ I =
1018W/cm2 et de largeur a` mi-hauteur r0 = 16µm pour reproduire les conditions les plus pessimistes
de nos simulations. En effet, I = 1018W/cm2 est la plus faible intensite´ laser que nous utiliserons,
et le bilan d’e´nergie ΣE , e´tant inversement proportionnelle a` I, s’en trouvera de´grade´. D’autre
part, le chauffage nume´rique augmente avec la densite´ du plasma, et nous simulons un plasma
atteignant nc qui est la densite´ maximale utilise´e dans ce manuscrit. Les parame`tres nume´riques
sont re´sume´s dans le tableau 4.1. Nous avons fait varier le pas d’espace ∆x de 0.15c/ω0 a` 0.628c/ω0,
et le pas d’espace ∆y est constant et vaut 0.314c/ω0. La valeur maximale du pas temporel ∆tmax
est ensuite fixe´e par la condition CFL (A.11). Pour chaque valeur de ∆x et ∆y nous avons essaye´
les pas d’espaces ∆tmax et ∆tmax/2 correspondants. Nous avons aussi fait varier l’ordre du facteur
de forme entre 2 et 3, et nous avons essaye´ 1, 10 ou 30 particules par maille. De manie`re ge´ne´rale,
nous observons que le bilan d’e´nergie est meilleur lorsque ceux-ci augmente.
Les re´sultats de la figure 4.1 indiquent que le bilan d’e´nergie est minimal pour ∆tmax/2 quels
que soient les pas d’espace choisis. Dans un code PIC la valeur optimale du pas d’espace est e´gale
a` la longueur de Debye λD =
√
kBTenc/menec/ω0, on a donc ∆x/λD ∼ 2.4 − 10 pour Te = 1keV
et ne = 0.5nc, ce qui peut paraˆıtre un peu excessif dans certains cas. De meˆme il faut re´soudre
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correctement la longueur d’onde laser, nous avons λ0/∆x ≈ 2pi/(0.15 − 0.628) ≈ 41 − 10 points
par longueur d’onde laser.
Il nous semble raisonnable de prendre au moins 20 points par pe´riode laser et re´duire les
pas d’espaces jusqu’a` ∆(x, y)/λD ∼ 5, soit 0.314c/ω0. Le choix d’un pas de temps re´duit de
∆t = ∆tmax/2 = 0.11ω
−1
0 permet alors de garantir ΣE < 10−20%. Nous choisissons aussi d’utiliser
un facteur de forme d’ordre 3 et 10 particules par maille. Les bilans d’e´nergie trace´s sur la figure 4.1
de´passent largement cette valeur. Cependant, comme nous l’avons pre´cise´ plus haut, nous avons pris
des parame`tres pessimistes et ces tests sont effectue´s sur des temps tre`s longs. Avec les parame`tres
∆x = ∆y = 0.314c/ω0, ∆t = 0.11ω
−1
0 correspondant aux simulations de ce chapitre nous obtenons
les bilans d’e´nergie trace´s en figure 4.2(a), pour n0 = 0.1, 0.4 et 0.8nc, et I = 10
18, 1019W/cm2. Le
laser entre par la gauche avec une largeur a` mi-hauteur de r0 = 4µm dans un plasma de densite´
constante n0 de dimensions 500µm×70µm. On remarque que le bilan d’e´nergie se de´te´riore avec
l’augmentation de la densite´ et s’ame´liore avec l’augmentation de l’intensite´, comme discute´ plus
haut. Les bilans d’e´nergies de la figure 4.2(a) atteignent des valeurs comparables a` ceux de la figure
4.1, mais les temps de simulation sont plus courts. Lorsqu’on pre´sente des re´sultats, on veille a` ce
que ΣE < 10−20% pour garantir un sens physique acceptable. Lors d’une simulation du creusement
d’un canal dans un plasma millime´trique et de densite´ exponentielle, le bilan est infe´rieur a` 20%
comme illustre´ sur la figure 4.2(b) pour I = 1019W/cm2.
Figure 4.1 – Bilan d’e´nergie (4.1) pour les parame`tres du tableau 4.1.
Le bilan d’e´nergie repre´sente de manie`re (spatialement) inte´gre´e le chauffage nume´rique de
notre simulation, mais ne rend pas compte de ce chauffage dans le de´tail. Par exemple on peut
imaginer un cas ou` le bilan d’e´nergie est proche de ze´ro durant toute la simulation, mais ou` il est
localement non nul. Pour visualiser le chauffage nume´rique local, on trace l’e´nergie moyenne uα
pour l’espe`ce α, qui s’e´crit :
uα =
∫∫
(γα − 1)mαc2fαd2pα∫
fαd2pα
. (4.2)
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Courbe (1) (2) (3) (4) (5) (6) (7) (8)
∆x (c/ω0) 0.15 0.314 0.314 0.314 0.314 0.314 0.628 0.628
∆y (c/ω0) 0.314 0.314 0.314 0.314 0.314 0.314 0.314 0.314
∆t (ω−10 ) 0.15 0.11 0.22 0.22 0.22 0.22 0.14 0.28
degre´ du facteur de forme 2 2 2 2 3 2 2 2
nombre de particules/maille 10 10 1 10 10 30 10 10
Table 4.1 – Parame`tres nume´riques correspondant aux nume´ros des courbes de la figure 4.1.
(a) (b)
Figure 4.2 – Bilan d’e´nergie (4.1) pour ∆x = ∆y = 0.314c/ω0, ∆t = 0.11ω
−1
0 . (a) Propagation
dans un plasma homoge`ne de densite´ n0 = 0.1, 0.4 et 0.8nc (respectivement noir, rouge et vert),
pour I = 1018W/cm2 (courbes 1 a` 3) et I = 1019W/cm2 (courbes 4 a` 6). (b) Propagation dans un
plasma millime´trique et exponentiel de densite´ n = 0.1nc exp(x/400µm), pour I = 10
19W/cm2.
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On observe dans certaines simulations que le plasma dense, situe´ a` droite de la boˆıte de simula-
tion lorsque le plasma est inhomoge`ne, est chauffe´ avant l’arrive´e du faisceau laser, ou meˆme avant
l’arrive´e des e´lectrons acce´le´re´s par celui-ci. Il s’agit donc de chauffage nume´rique, qui peut facile-
ment atteindre des e´nergies de plusieurs centaines de keV. On peut re´duire le chauffage nume´rique
local d’un ordre de grandeur en passant le degre´ du facteur de forme de 2 a` 3, meˆme si le bilan
d’e´nergie en reste peu affecte´ comme illustre´ par les cas (4) et (5) de la figure 4.1. Dans nos si-
mulations le degre´ du facteur de forme est fixe´ a` 3, et on ve´rifie que le chauffage nume´rique local
reste ne´gligeable devant le chauffage d’origine physique.
Notons pour finir qu’il nous a e´te´ impossible de re´aliser des simulations avec des grands plasmas
(de longueur millime´trique), et avec une intensite´ laser de 1018W/cm2, car le chauffage nume´rique
finit par l’emporter sur le chauffage physique.
4.2 Phe´nome´nologie du creusement de canal
4.2.1 Pre´sentation ge´ne´rale
Dans cette section, nous e´tudions la propagation d’une impulsion laser d’intensite´ I = 1018−20W/cm2
dans un plasma de densite´ homoge`ne pour faciliter l’interpre´tation des simulations. Le faisceau la-
ser est assez intense pour cre´er assez rapidement un canal, dont nous e´tudions les proprie´te´s. On
montre dans les sections suivantes que les re´sultats sont extrapolables a` des plasmas de profil
exponentiel, comme ceux rencontre´s dans l’allumage rapide.
Nous avons effectue´ un grand nombre de simulations PIC en ge´ome´trie 2D plane, avec trois
intensite´s laser I = 1018−19−20W/cm2, un plasma homoge`ne, de densite´ variant de n0 = 0.01nc
a` 0.9nc. L’impulsion laser, de profil transverse gaussien et de largeur a` mi-hauteur de r0 = 4µm
ou de 16µm, entre par la gauche du domaine de simulation. Le profil temporel de l’intensite´ I de
l’impulsion laser est garde´ constant apre`s un temps de monte´e line´aire de 900ω−10 .
Pour avoir un aperc¸u et une vision ge´ne´rale des simulations, nous avons trace´ sur les figures 4.3 a`
4.8 la densite´ ionique ni/nc du plasma ainsi que l’enveloppe du champ e´lectrique Ey (principalement
due au champ laser, qui est polarise´ line´airement selon y). Les figures sont trace´es pour des instants
t repre´sentatifs du creusement. En d’autres termes, si le canal que nous montrons est creuse´ dans
l’axe d’incidence initial du laser (l’axe y = 0 dans tout le manuscrit), alors c’est le cas pour toute la
simulation. On s’aperc¸oit facilement que la forme du canal creuse´ par l’impulsion laser varie avec
la densite´ du plasma n0, la largeur a` mi-hauteur r0 et l’intensite´ I de l’impulsion laser. Les figures
4.3, 4.5 et 4.7 montrent que certains canaux sont courbe´s ou sont divise´s en plusieurs sous-canaux.
De manie`re ge´ne´rale, on remarque que l’efficacite´ du creusement se de´grade avec l’augmentation de
n0 et de I. Par exemple, le canal cre´e´ a` basse densite´ pour n0 = 0.01nc et I = 10
19W/cm2 (figures
4.5(a) et 4.6(a)) est creuse´ dans l’axe d’incidence initial du laser y = 0, alors qu’il est de´vie´ pour
n0 = 0.8nc (figures 4.5(j) et 4.6(j)). On observe e´galement que le laser filamente de`s l’entre´e dans
le plasma pour r0 = 16µm et pas pour r0 = 4µm. L’influence de l’intensite´ I sur le creusement
est plus subtile a` voir car le taux de croissance des instabilite´s croˆıt avec I, et celles-ci affectent le
creusement.
Par la suite, on dit qu’un canal est de bonne qualite´ (figure 4.5(a)) lorsqu’un canal unique est
creuse´ dans l’axe de propagation initial du laser, c’est-a`-dire y = 0. On dit qu’un canal bifurque
(figure 4.7(e)) lorsqu’il se divise en plusieurs sous canaux, on parle de bifurcation. Tout canal qui
a bifurque´ ou de´vie´ de l’axe d’incidence initial du laser est un canal dit de mauvaise qualite´.
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Le but de cette section est d’exhiber les diffe´rentes formes que prend le canal en fonction
des parame`tres du laser et du plasma. Pour nous aider dans cette e´tude parame´trique et pour
expliquer la physique du creusement de canal, nous avons repre´sente´ les parame`tres initiaux de
chaque simulation a` l’aide de nombres adimensionne´s dans les diagrammes (η; ρ) et (nrel; ξ) (figures
4.15 et 4.21). Les nombres adimensionne´s η, ρ, nrel et ξ de´pendent des parame`tres initiaux du laser
et du plasma, ils s’e´crivent :
η =
P
Pc
, (4.3)
ρ =
W0ωp
c
, (4.4)
nrel =
n0
nc
√
1 + a20/2
, (4.5)
ξ = nfrel
(
2piW0
λ0
)g
ah0 , (4.6)
ou` n0 est la densite´ initiale du plasma, P est la puissance du laser, Pc =
12.5nc
n0
c/ω0
W0
GW la puissance
critique d’auto-focalisation en 2D plan, ω2p = n0e
2/0me et f , g et h sont des constantes qui seront
explicite´s par la suite. Le sens physique de η, ρ, nrel et ξ sera explique´ au fur et a` mesure que nous
de´couvrons les simulations.
Comme l’ont de´ja` montre´ Li et al. [5], le creusement d’un canal par une impulsion laser rela-
tiviste met en jeu diffe´rents me´canismes comme la bifurcation de canal et la reptation du laser,
qui de´gradent sa qualite´. Ces phe´nome`nes sont cependant transitoires : au final, le canal est tou-
jours creuse´ dans l’axe d’incidence initial du laser si celui-ci dure suffisamment longtemps. Dans
la suite on appelle ce phe´nome`ne me´canisme d’auto-correction. Notons e´galement que Li et al. [5]
ont identifie´ la reptation en grande longueur d’onde comme responsable de la bifurcation. Ici, nous
faisons la diffe´rence entre bifurcation et reptation.
Nous allons voir que la bifurcation peut eˆtre cause´e par diffe´rents me´canismes comme la fila-
mentation ou la reptation du laser.
4.2.2 Bifurcation filamentaire
La bifurcation du canal plasma a e´te´ de´crite par Borisov et al. [76] a` l’aide de simulations
paraxiales. Elle se de´clenche lorsque le laser filamente dans un re´gime d’auto-focalisation forte.
Le laser modifie l’indice du plasma en creusant le canal et en chauffant les e´lectrons. Le plasma
se comporte alors localement comme une lentille convergente, qui de´vie les filaments du laser.
Ils s’e´chappent alors du canal principal, si la focalisation est assez forte, pour former des sous-
canaux. La filamentation et la capacite´ du laser a` modifier l’indice du plasma, c’est-a`-dire l’auto-
focalisation, sont les deux me´canismes responsables de la bifurcation. Pour en rendre compte
et comprendre comment la bifurcation e´volue avec les parame`tres du laser et du plasma, il est
utile de les repre´senter sur le diagramme (η; ρ) = (P/Pc;W0/λp) avec P la puissance du laser
et Pc =
12.5nc
n0
c/ω0
W0
GW la puissance critique d’auto-focalisation. On utilise ici les expressions 2D
planes pour les puissances, en accord avec nos simulations. Le parame`tre η permet de rendre
compte de l’auto-focalisation et de la filamentation. On juge a` l’aide des simulations qu’ils sont
assez importants pour enclencher la bifurcation pour η > 10. Le parame`tre ρ permet de rendre
compte de la filamentation seulement. Le laser ne peut pas filamenter si sa taille transverse est
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(a) n0 = 0.1nc (b) n0 = 0.2nc (c) n0 = 0.3nc
(d) n0 = 0.4nc (e) n0 = 0.5nc (f) n0 = 0.6nc
(g) n0 = 0.7nc (h) n0 = 0.8nc
Figure 4.3 – Densite´ ionique ni/nc au cours de la propagation d’une impulsion laser d’intensite´
I = 1018W/cm2, et de largeur a` mi-hauteur r0 = 4µm, dans un plasma homoge`ne de densite´ n0.
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(a) n0 = 0.1nc (b) n0 = 0.2nc (c) n0 = 0.3nc
(d) n0 = 0.4nc (e) n0 = 0.5nc (f) n0 = 0.6nc
(g) n0 = 0.7nc (h) n0 = 0.8nc
Figure 4.4 – Moyenne quadratique du champ e´lectrique Ey au cours de la propagation d’une
impulsion laser d’intensite´ I = 1018W/cm2, et de largeur a` mi-hauteur r0 = 4µm, dans un plasma
homoge`ne de densite´ n0.
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(a) n0 = 0.01nc (b) n0 = 0.05nc (c) n0 = 0.1nc
(d) n0 = 0.2nc (e) n0 = 0.3nc (f) n0 = 0.4nc
(g) n0 = 0.5nc (h) n0 = 0.6nc (i) n0 = 0.7nc
(j) n0 = 0.8nc (k) n0 = 0.9nc
Figure 4.5 – Densite´ ionique ni/nc au cours de la propagation d’une impulsion laser d’intensite´
I = 1019W/cm2, et de largeur a` mi-hauteur r0 = 4µm, dans un plasma homoge`ne de densite´ n0.
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(a) n0 = 0.01nc (b) n0 = 0.05nc (c) n0 = 0.1nc
(d) n0 = 0.2nc (e) n0 = 0.3nc (f) n0 = 0.4nc
(g) n0 = 0.5nc (h) n0 = 0.6nc (i) n0 = 0.7nc
(j) n0 = 0.8nc (k) n0 = 0.9nc
Figure 4.6 – Moyenne quadratique du champ e´lectrique Ey au cours de la propagation d’une
impulsion laser d’intensite´ I = 1019W/cm2, et de largeur a` mi-hauteur r0 = 4µm, dans un plasma
homoge`ne de densite´ n0.
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(a) n0 = 0.1nc (b) n0 = 0.2nc (c) n0 = 0.3nc
(d) n0 = 0.4nc (e) n0 = 0.5nc (f) n0 = 0.6nc
(g) n0 = 0.7nc (h) n0 = 0.8nc
Figure 4.7 – Densite´ ionique ni/nc au cours de la propagation d’une impulsion laser d’intensite´
I = 1020W/cm2, et de largeur a` mi-hauteur r0 = 4µm, dans un plasma homoge`ne de densite´ n0.
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(a) n0 = 0.1nc (b) n0 = 0.2nc (c) n0 = 0.3nc
(d) n0 = 0.4nc (e) n0 = 0.5nc (f) n0 = 0.6nc
(g) n0 = 0.7nc (h) n0 = 0.8nc
Figure 4.8 – Moyenne quadratique du champ e´lectrique Ey au cours de la propagation d’une
impulsion laser d’intensite´ I = 1020W/cm2, et de largeur a` mi-hauteur r0 = 4µm, dans un plasma
homoge`ne de densite´ n0.
(a) n0 = 0.1nc (b) n0 = 0.5nc
Figure 4.9 – Densite´ ionique ni/nc au cours de la propagation d’une impulsion laser d’intensite´
I = 1018W/cm2, et de largeur a` mi-hauteur r0 = 16µm, dans un plasma homoge`ne de densite´ n0.
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(a) n0 = 0.5nc
Figure 4.10 – Moyenne quadratique du champ e´lectrique Ey au cours de la propagation d’une
impulsion laser d’intensite´ I = 1018W/cm2, et de largeur a` mi-hauteur r0 = 16µm, dans un plasma
homoge`ne de densite´ n0.
(a) n0 = 0.01nc (b) n0 = 0.05nc (c) n0 = 0.1nc
(d) n0 = 0.3nc (e) n0 = 0.5nc
Figure 4.11 – Densite´ ionique ni/nc au cours de la propagation d’une impulsion laser d’intensite´
I = 1019W/cm2, et de largeur a` mi-hauteur r0 = 16µm, dans un plasma homoge`ne de densite´ n0.
47
(a) n0 = 0.01nc (b) n0 = 0.05nc (c) n0 = 0.1nc
(d) n0 = 0.3nc (e) n0 = 0.5nc
Figure 4.12 – Moyenne quadratique du champ e´lectrique Ey au cours de la propagation d’une
impulsion laser d’intensite´ I = 1019W/cm2, et de largeur a` mi-hauteur r0 = 16µm, dans un plasma
homoge`ne de densite´ n0.
(a) n0 = 0.1nc (b) n0 = 0.3nc (c) n0 = 0.5nc
(d) n0 = 0.7nc
Figure 4.13 – Densite´ ionique ni/nc au cours de la propagation d’une impulsion laser d’intensite´
I = 1020W/cm2, et de largeur a` mi-hauteur r0 = 16µm, dans un plasma homoge`ne de densite´ n0.
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(a) n0 = 0.1nc (b) n0 = 0.3nc (c) n0 = 0.5nc
Figure 4.14 – Moyenne quadratique du champ e´lectrique Ey au cours de la propagation d’une
impulsion laser d’intensite´ I = 1020W/cm2, et de largeur a` mi-hauteur r0 = 16µm, dans un plasma
homoge`ne de densite´ n0.
Figure 4.15 – Parame`tres initiaux des simulations en milieux homoge`ne dans le plan (η; ρ). Les
lignes d’iso-intensite´s sont en tirets rouges.
infe´rieure a` celle d’un filament, puisque le laser est alors un filament. Sachant que la taille transverse
d’un filament est d’environ c/ωp, nous trouvons a` l’aide des simulations que le laser filamente
si ρ > 10. Nous plac¸ons en figure 4.15 les couples de parame`tres (η; ρ) correspondant a` l’e´tat
initial de chaque simulation, ainsi que les courbes d’iso-intensite´s (tirets rouges). Le couple (η; ρ)
permet de rendre compte de l’effet conjoint de la filamentation et de l’auto-focalisation. En effet,
pour (η; ρ) < (10; 10) on conside`re que soit l’auto-focalisation est trop faible pour de´clencher la
bifurcation (η < 10), soit que la taille transverse du laser est de l’ordre de grandeur de celle d’un
filament (ρ < 10), empeˆchant ainsi la filamentation. La bifurcation apparaˆıt dans le cas contraire
(η > 10 et ρ > 10), les filaments du laser sont de´vie´s par l’auto-focalisation pour former plusieurs
sous-canaux. Il est important de noter que les valeurs limites (η = 10 et ρ = 10) sont des ordres de
grandeurs choisis pour correspondre a` nos simulations, et peuvent eˆtre modifie´es selon la situation.
Un exemple de bifurcation est donne´ en figure 4.16 (voir aussi les figures 4.9 a` 4.14), montrant
la moyenne quadratique du champ e´lectrique transverse Ey ainsi que la densite´ ionique ni/nc. Un
faisceau laser d’intensite´ I = 1019W/cm2 impacte un plasma de densite´ 0.1nc, ce qui correspond a`
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η = 372 et ρ = 27. En de´but d’interaction le laser forme trois filaments (figure 4.16(a)) qui dispa-
raissent quand le plasma est e´vacue´ transversalement par la force ponde´romotrice (figure 4.16(b)).
Puis le laser auto-focalise et de´vie les filaments avec un angle d’environ 10◦, chaque filament formant
ensuite un sous-canal (figure 4.16(c)). C’est le me´canisme de bifurcation de´crit par Borisov, et dans
la suite on l’appellera bifurcation filamentaire (BF). Dans notre cas on observe deux sous-canaux.
Remarquons que ceux-ci sont forme´s en meˆme temps, contrairement a` la bifurcation observe´e par
Li et al. [5]. Le laser finit par creuser le plasma situe´ entre les sous-canaux si la dure´e de l’impulsion
laser est assez grande. C’est le me´canisme d’auto-correction pour la BF, et nous l’avons observe´
pour toutes nos simulations. Le laser e´rode progressivement le canal jusqu’a` ne plus pouvoir de´vier
le flux d’e´nergie du laser, qui initialement est dirige´ selon x. De ce point de vue l’auto-correction
est ine´vitable. Noter que la puissance Pf transporte´e par l’onde e´lectromagne´tique dans chaque
filament est plutoˆt faible (Pf/P0 =
a2fWf
a20W0
∼ 0.2).
(a) (b)
(c)
Figure 4.16 – Moyenne quadratique du champ e´lectrique transverse (mecω0/e) et densite´ io-
nique (nc) montrant la bifurcation filamentaire pour I = 10
19W/cm2, r0 = 16µm et n = 0.1nc,
correspondant a` (η = 372 ;ρ = 27) et (ξ = 0.63 ;nrel = 0.05).
Notons que la BF, base´e sur la filamentation, diffe`re de ce que Li et al. [5] et Sarri et al. [69]
ont de´crit. Le premier observe une bifurcation base´e sur l’instabilite´ de reptation, alors que le
50
deuxie`me observe des modulations de densite´ a` l’inte´rieur du canal principal, qui garde par ailleurs
son inte´grite´. De ce point de vue le terme  bifurcation n’est pas adapte´ pour de´crire ce qui est
observe´ par Sarri et al. [69].
Rappelons que nous de´finissons la bifurcation comme la division du canal plasma en au moins
deux sous-canaux au cours de sa formation.
4.2.3 Instabilite´ de reptation
L’instabilite´ de reptation se manifeste par l’oscillation du centro¨ıde du laser autour d’une
position d’e´quilibre, qui est souvent son axe de propagation. Toutes les reptations que nous avons
observe´es sont des reptations de grande longueur d’onde (figures 4.3, 4.5 et 4.7). Cette instabilite´
ne de´grade pas la qualite´ du canal si l’amplitude transverse de l’oscillation est tre`s petite devant r0.
En revanche, elle est souvent de l’ordre de grandeur de r0 lorsque la densite´ de´passe 0.1nc, comme
montre´ en figure 4.17 pour r0 = 4µm, n0 = 0.4nc et I = 10
19W/cm2. Ces parame`tres correspondent
a` η = 93 et ρ = 13.5, ce qui sugge`re que le laser ne devrait pas filamenter, conforme´ment a`
l’observation (figures 4.4, 4.6 et 4.8). Le laser, dont l’amplitude du champ diminue rapidement avec
la distance parcourue dans le plasma, effectue seulement le de´but d’une pe´riode d’oscillation autour
de l’axe de propagation et le canal forme´ est alors de´vie´ d’un angle d’environ 14◦. On peut ve´rifier
qu’il s’agit de l’instabilite´ de reptation de grande longueur d’onde, en calculant le rapport λhωp/c,
ou` λh est la longueur d’onde de la reptation. Parmi toutes nos simulations, la longueur d’onde
minimum, mesure´e pour n = 0.4nc, r0 = 4µm et I = 10
18W/cm2, est λminh ∼ 60c/ωp ∼ 15µm. On
a donc bien λh  ωp/c. D’apre`s la formule (3.24), on s’attend a` ce que la petite taille transverse
du laser (r0 = 4µm) contribue a` favoriser l’instabilite´. La puissance emporte´e par la partie de´vie´e
du laser est plutoˆt faible, Pf/P0 ∼ 0.1. La` aussi, si la dure´e de l’impulsion laser est assez longue,
la partie de´vie´e du laser se dissipe et un canal droit se forme comme montre´ sur les figures 4.17(c)
et 4.17(d). Le canal est e´rode´ progressivement par le laser jusqu’a` ne plus pouvoir le de´vier.
Remarquons que l’instabilite´ de reptation de courte longueur d’onde n’a pas e´te´ observe´e. Dans
la suite, le terme reptation fait donc re´fe´rence a` l’instabilite´ de grande longueur d’onde.
4.2.4 Bifurcation par instabilite´ de reptation
En de´viant l’impulsion laser alternativement vers le haut et vers le bas, l’instabilite´ de reptation
(figures 4.18(a) et 4.18(b)) peut donner lieu au phe´nome`ne de bifurcation de´crit par Li et al. [5].
Un exemple est donne´ en figure 4.18 pour n = 0.5nc, r0 = 4µm et I = 10
20W/cm2 (i.e η = 1153
et ρ = 15). Lorsque cela arrive on observe la formation successive d’un canal pointant vers le bas,
puis d’un canal pointant vers le haut. La bifurcation par reptation (BR) diffe`re de la BF de par son
me´canisme de formation, mais aussi de par sa dynamique. Les sous-canaux se forment en meˆme
temps lors de la BF, et successivement lors de la BR. Sur la figure 4.18(c) on remarque que le laser
s’est divise´ en deux, mais ce n’est ge´ne´ralement pas le cas.
4.2.5 Propagation guide´e
Regardons maintenant le cas simple de la propagation du laser dans un plasma tre`s sous-dense
(n0 < 0.05nc), de fac¸on a` inhiber la filamentation (η = 2.33 et ρ = 2.12) comme la reptation (Γhg
est faible ou λhg est tre`s grand devant la taille de la boˆıte de simulation). Le canal obtenu est
repre´sente´ avec l’enveloppe du champ laser en figure 4.19 (voir aussi la figure 4.5(a)). On remarque
la grande qualite´ du canal, caracte´rise´ par une structure unique dans l’axe de propagation du laser
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(a) (b)
(c) (d)
Figure 4.17 – (a,c) Moyenne quadratique du champ e´lectrique transverse (mecω0/e) et (b,d)
densite´ ionique (nc) montrant l’instabilite´ de reptation en grande longueur d’onde pour I =
1019W/cm2, r0 = 4µm et n = 0.4nc, correspondant a` (η = 93 ;ρ = 13.5) et (ξ = 1.65 ;nrel = 0.18).
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(a) (b)
(c) (d)
Figure 4.18 – Moyenne quadratique du champ e´lectrique transverse (mecω0/e) et densite´ ionique
(nc) montrant la bifurcation par reptation en grande longueur d’onde pour I = 10
20W/cm2, r0 =
4µm et n = 0.5nc, correspondant a` (η = 1153 ;ρ = 15) et (ξ = 1.95 ;nrel = 0.08).
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avec des parois lisses. Dans ces conditions le plasma se comporte comme un guide d’onde stable. Il
s’ensuit des modulations transverses de l’intensite´ du laser dans le canal (figure 4.19(a)), similaires
a` ce qu’on pourrait observer dans un guide d’onde. Ces modulations engendrent des modulations
de densite´ (figure 4.19(b)), comme de´ja` nume´riquement de´crit par Sarri et al. [69]. Ce phe´nome`ne
n’est cependant pas a` confondre avec la bifurcation car la forme globale du canal n’est pas modifie´e.
Dans la suite on appelle ce type de creusement propagation guide´e (PG).
(a) (b)
Figure 4.19 – Moyenne quadratique du champ e´lectrique transverse (mecω0/e) et densite´ ionique
(nc) montrant la propagation guide´e pour I = 10
19W/cm2, r0 = 4µm et n = 0.01nc, correspondant
a` (η = 2.33 ;ρ = 2.12) et (ξ = 0.02 ;nrel = 0.005).
4.2.6 Bifurcation par re´fraction
Un autre type de bifurcation apparaˆıt en de´but d’interaction, lorsque la largeur du canal est
infe´rieure a` celle du laser. Dans ce cas la partie de l’impulsion laser situe´e en dehors du canal, la`
ou` l’indice de re´fraction est faible et ou` le plasma agit comme une lentille divergente, est re´fracte´e
vers l’exte´rieur. Un exemple est montre´ en figure 4.20 pour I = 1018W/cm2, n = 0.4nc (η = 9
et ρ = 13), ou` on peut voir que le laser se se´pare en trois juste apre`s l’entre´e dans le plasma.
Notons que la partie exte´rieure du laser sera toujours re´fracte´e vers l’exte´rieur du canal au de´but
de l’interaction.
4.2.7 Les parame`tres ξ, nrel et le creusement re´gulier
Les deux parame`tres η et ρ ne sont pas pertinents pour de´crire l’instabilite´ de reptation, dont
ils ne suffisent pas, en particulier, a` quantifier le taux de croissance. Ce fait est bien illustre´ par
deux simulations associe´es a` des couples (η; ρ) relativement proches (η = 37; ρ = 8.5; r0 = 16µm) et
(η = 23.3; ρ = 6.7; r0 = 4µm), et sujettes respectivement a` une PG et une instabilite´ de reptation.
On ne peut donc de´finir clairement une zone de reptation en fonction des seuls parame`tres η et ρ.
Il devient alors ne´cessaire d’introduire les nouveaux parame`tres adimensionne´s que sont ξ et
la densite´ relativiste nrel = n0/nc
√
1 + a20/2. Le premier est de´fini comme une combinaison des
parame`tres physiquement pertinents dans notre cas, i.e ξ = nfrel
(
2piW0
λ0
)g
ah0 ou` f , g et h sont des
constantes, et sert a` distinguer les canaux de manie`re qualitative. Rappelons qu’un canal de bonne
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(a) (b)
Figure 4.20 – Moyenne quadratique du champ e´lectrique transverse (mecω0/e) et densite´ io-
nique (nc) montrant la bifurcation par re´fraction pour I = 10
18W/cm2, r0 = 4µm et n = 0.4nc,
correspondant a` (η = 9 ;ρ = 13) et (ξ = 1.09 ;nrel = 0.34).
qualite´, caracte´ristique de la PG, est forme´ dans l’axe de propagation initial du laser. Au contraire,
un canal de basse qualite´ a subi l’instabilite´ de reptation ou une bifurcation, comme le ferait la
BF ou la BR. Nous avons varie´ les valeurs de f , g et h jusqu’a` ce que nos points de calcul se
rassemblent en deux zones bien distinctes en termes de qualite´. On obtient alors f ∼ 1 − 1.5,
g ∼ 0.3 − 1.1 et h ∼ 0.8 − 1.2. Une re´partition des simulations effectue´es est illustre´e en figure
4.21 pour f = 1.2, g = 0.5 et h = 1, la qualite´ du canal augmente lorsque ξ diminue, avec une
limite pour ξ ∼ 0.2. Le deuxie`me parame`tre, nrel, rend compte de la dynamique du creusement, qui
ralentit lorsque nrel s’approche de 1. L’impact sur la formation du canal de l’instabilite´ de reptation
et de la filamentation s’en trouve alors re´duit. Les simulations montrent que la propagation est
plus re´gulie`re au-dessus de nlrel ≈ 0.35 (figure 4.22 et figure 4.3 pour n0 > 0.4nc). On appelle ce
type de creusement, creusement re´gulier (CR). Les figures 4.18 et 4.22 montrent un cas de BR et
de CR pour nrel = 0.08 et 0.6 respectivement, mais avec ξ ∼ 2 pour chacun, permettant d’illustrer
ce phe´nome`ne. Une instabilite´ de reptation manifeste est observe´e dans les deux cas. En dessous
de nlrel ≈ 0.35 (4.18) le canal bifurque par reptation, alors qu’au dessus de nlrel ≈ 0.35 (4.22) la
partie de´viante du laser est absorbe´e avant qu’elle ne puisse s’e´chapper du canal (figure 4.22(a)),
ce qui conduit au canal observe´ en figure 4.22(b).
Il est e´galement inte´ressant de comparer deux simulations montrant la PG et la BF pour un
meˆme nrel, c’est a` dire (ξ = 0.14;nrel = 0.023) (figures 4.5(b) et 4.6(b)) et (ξ = 0.27;nrel = 0.023)
(figures 4.11(b) et 4.12(b)) respectivement. Ces deux cas sont proches de la limite ξ = 0.2 mais les
deux canaux sont tre`s distincts l’un de l’autre.
4.2.8 Cas 3D, interpre´tations avec d’autres simulations et expe´riences
Le raisonnement que nous avons de´veloppe´ pour interpre´ter les simulations est base´ sur une
approche qualitative des phe´nome`nes physique mis en jeu. Il est vrai que nous avons e´tabli un
crite`re quantifiant la qualite´ du canal, mais celui-ci repose sur nos observations. On pourrait donc
penser que notre raisonnement s’e´tend a` la ge´ome´trie 3D, seul les ordres de grandeurs change-
raient. Par exemple, la limite e´tablie en 2D pour de´clencher la bifurcation filamentaire, c’est-a`-dire
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Figure 4.21 – Parame`tres initiaux de nos simulations dans le plan (ξ, nrel) pour f = 1.2, g = 0.5
et h = 1. Les lignes en tirets noirs de´limitent les diffe´rentes zones pour ξ = 0.2 et nrel = 0.35.
Les marqueurs bleus et rouges sont trace´s pour r0 = 4µm et r0 = 16µm respectivement. Les
cercles, diamants et triangles correspondent a` I = 1018, 1019 and 1020W/cm2 respectivement. Les
simulations de la re´fe´rence [77] sont trace´es en croix noires.
(a) (b)
Figure 4.22 – Moyenne quadratique du champ e´lectrique transverse (mecω0/e) et densite´ ionique
(nc) montrant le creusement re´gulier pour I = 10
18W/cm2, r0 = 4µm et n = 0.7nc, correspondant
a` (η = 16 ;ρ = 18) et (ξ = 2.13 ;nrel = 0.6).
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(η; ρ) > (10; 10), serait a` rede´terminer en 3D. De plus, nous utilisons des profils temporels constants
alors qu’un profil gaussien conviendrait mieux pour reproduire la re´alite´. Avec un tel profil tem-
porel l’impulsion laser pourrait adoucir par creusement les gradients de densite´, et modifier ainsi
les conditions d’interaction (reptation, filamentation et auto-focalisation) avant l’arrive´e du pic
d’intensite´.
L’argumentaire de´veloppe´ par Li et al. [72] et leurs simulations 3D laissent a` penser que le
creusement est plus rapide en 3D. En effet, l’impulsion laser e´vacue plus facilement le plasma
dans une ge´ome´trie cylindrique que dans une ge´ome´trie plane. A partir de leurs simulations, ils
e´tablissent que la vitesse de creusement en 3D est le double de celle en 2D. Notons cependant que
le couˆt de calcul prohibitif des simulations PIC 3D ne leur permet pas de balayer un large espace de
parame`tres. Ils conside`rent des plasmas de profil exponentiel de 0.1 a` 0.5nc et de longueur variant
de 100 a` 500µm, avec une impulsion laser d’intensite´ I = 1019W/cm2 et de tache focale r0 = 16µm.
Avec ces parame`tres ils observent de la filamentation suivie d’une instabilite´ de reptation manifeste,
alors que nous observons de la filamentation suivie de bifurcation filamentaire.
Nous avons repre´sente´ par des croix noires en figure 4.21 les parame`tres initiaux des simulations
effectue´es par Willingale et al. [77]. La forme des canaux montre´s dans la re´fe´rence [77] laisse
a` penser qu’ils subissent la bifurcation filamentaire ou la bifurcation par reptation, ce qui est
conforme avec les pre´dictions du diagramme (ξ;nrel). De plus, les canaux des figures 5(a) a` 5(c) de
la re´fe´rence [77], pour lesquels 0.35 < nrel < 1, semblent plus re´gulier. La valeur limite n
l
rel = 0.35
e´tant atteinte pour n0 = 1.5nc et a0 = 6. Pour ces simulations, les parame`tres nrel et ξ semblent
rendre compte correctement du creusement, ce qui semble raisonnable car les parame`tres utilise´s
par Willingale et al. sont proches des noˆtres.
L’expe´rience de Sarri et al. [69] pre´sente´e en introduction se preˆte bien a` l’interpre´tation.
L’impulsion laser est assez longue (≈ 30 ps) et intense (≈ 3 · 1018W/cm2) pour rentrer dans notre
plage de parame`tres. Les seules protonographies exploitables de la figure 3.8 sont celles effectue´es
a` n0 ≈ 0.002nc, pour lesquelles on observe clairement la formation d’un canal de 2 mm de long
de bonne qualite´. Pour ces parame`tres, on calcule ξ ≈ 4.3 · 10−3 et nrel ≈ 1.4 · 10−3, soit bien
en dessous des valeurs limites ξ ≈ 0.2 et nrel ≈ 0.35. Nos crite`res sont donc en accord avec cette
expe´rience.
De meˆme, l’expe´rience de Najmudin et al. [10], e´galement e´voque´e en introduction, est in-
terpre´table. Le canal de la figure 3.6(a) est difficilement interpre´table mais n’est certainement
pas un canal de bonne qualite´, et celui de la figure 3.6(b) est sujet a` l’instabilite´ de reptation.
Pour les parame`tres des figures 3.6(a) et 3.6(b) on a respectivement (ξ;nrel) ≈ (0.16; 0.017) et
(ξ;nrel) ≈ (0.09; 0.01), soit en dessous de nos valeurs limites (0.2; 0.35). Dans ces cas nos crite`res
ne semblent donc pas s’appliquer, et il faut suˆrement les re´e´valuer.
Il est difficile de comparer nos observations avec d’autres expe´riences, et ceci pour deux raisons.
Premie`rement, la dure´e ou l’intensite´ des impulsions laser utilise´es dans les simulations sont souvent
incompatibles avec celles du laser. En effet, l’e´nergie de´livre´e par les installations laser utilise´es
ne permettent pas d’obtenir des impulsions laser de dure´e de quelques picosecondes et d’intensite´
supe´rieure a` 1018W/cm2. Bien souvent, l’impulsion laser est d’intensite´ 1018−20W/cm2 et de dure´e
infe´rieure a` 100 fs [67], ou alors d’intensite´ 1015−17W/cm2 et de dure´e supe´rieure a` 10 ps [64, 8].
Dans presque tous les cas les conditions expe´rimentales sont trop marginales pour les interpre´ter
avec nos simulations. Nous verrons par la suite que la dure´e de creusement transitoire est d’environ
150 fs et qu’on ne peut donc pas interpre´ter simplement les expe´riences, ou les simulations utilisant
des impulsions de dure´e similaires. Il en va de meˆme lorsque l’intensite´ de l’impulsion laser est bien
en dessous de 1018W/cm2, nous ne pouvons pas extrapoler nos re´sultats aux intensite´s infe´rieures.
Deuxie`mement, les expe´riences ne disposent pas toujours des diagnostics dont nous aurions besoin
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pour les interpre´ter sans ambigu¨ıte´. Pour cela, il faudrait disposer d’un diagnostic d’imagerie (par
protonographie ou interfe´rome´trie) du canal avec une re´solution temporelle suffisamment e´leve´e
pour mesurer la vitesse de creusement, ou observer la bifurcation ou la de´viation du canal. Les
diagnostics d’imagerie sont souvent effectue´s bien apre`s la dissipation de l’impulsion laser dans le
plasma [69].
4.2.9 Re´sume´
Nous avons mis en e´vidence 5 types de creusement distincts. La bifurcation filamentaire (BF),
re´sultant de l’auto-focalisation et de la filamentation du laser qui modifie suffisamment l’indice du
plasma pour de´vier les filaments a` l’origine chacun d’un sous-canal. Les nombres adimensionne´s
pertinents pour de´crire la bifurcation filamentaire sont η = P/Pc, le rapport de la puissance du
laser a` la puissance critique d’auto-focalisation, et ρ = W0ωp/c, le rapport de la taille transverse
du laser a` la taille transverse approximative d’un filament. Le parame`tre η permet de quantifier
l’auto-focalisation et la filamentation, et ρ permet de quantifier seulement la filamentation. On
observe que le laser filamente dans un re´gime d’auto-focalisation forte lorsque ρ > 10 et η > 10,
rendant ainsi possible la bifurcation filamentaire.
La de´viation du canal, cause´e par l’instabilite´ de reptation, peut conduire a` la bifurcation
du canal par reptation (BR). Le laser est de´vie´ successivement de chaque coˆte´ de son axe de
propagation, cre´ant ainsi plusieurs sous-canaux. La forme du canal obtenu est similaire a` celle de
la bifurcation filamentaire, mais la cause et l’historique de cre´ation diffe`rent. Les sous-canaux sont
cre´e´s en meˆme temps lors de la bifurcation filamentaire, alors qu’ils sont cre´e´s successivement lors
de la bifurcation par reptation. Les seuls nombres adimensionne´s η et ρ ne sont pas pertinents
pour de´crire la reptation.
La propagation d’une impulsion laser dans un plasma tre`s sous-dense (< 0.05nc) permet de
creuser un canal d’une grande qualite´, en raison de la suppression des instabilite´s de reptation et
de filamentation. En effet, le taux de croissance de l’instabilite´ de reptation Γhg est faible ou la
longueur d’onde de reptation λhg est bien supe´rieure a` la longueur du domaine de simulation. Avec
une densite´ faible la taille transverse du laser est infe´rieure a` celle d’un filament, rendant ainsi
impossible la filamentation. Sous ces conditions l’impulsion laser se propage comme si le plasma
agissait comme un guide d’onde. On appelle ce type de creusement propagation guide´e (PG).
Nous introduisons nrel et ξ pour de´crire de manie`re ge´ne´rale le creusement. Le parame`tre
nrel = n0/nc
√
1 + a20/2 est la densite´ relativiste, et ξ = n
f
rel
(
2piW0
λ0
)g
ah0 , ou` f , g et h sont des
constantes, est compose´ des parame`tres pertinents pour de´crire le creusement.
Le parame`tre nrel rend compte de l’absorption du laser par le plasma. En d’autres termes,
l’impulsion laser a d’autant plus de difficulte´ a` creuser le canal que nrel est proche de 1. Plac¸ons
nous dans le cas d’une bifurcation filamentaire avec nrel proche de 1. Dans ce cas les filaments du
laser seront dissipe´s dans le plasma avant de pouvoir former les sous-canaux. L’importance de la
bifurcation filamentaire est limite´e par l’absorption forte du plasma, et il en est de meˆme pour la
reptation. On observe que le canal s’ave`re plus re´gulier lorsque nrel > 0.35, c’est ce qu’on appelle
le creusement re´gulier (CR).
Avec les nombres nrel et ξ on peut classer les diffe´rents types de creusement sur un diagramme
(nrel; ξ). En faisant varier f , g et h on trouve pour f ∼ 1− 1.5, g ∼ 0.3− 1.1 et h ∼ 0.8− 1.2 que
l’on peut diffe´rencier les canaux de bonne et de basse qualite´. Les cas de reptation, de BR et de
BF correspondent a` un creusement de mauvaise qualite´, et sont situe´s dans la zone ξ > 0.2 (avec
f = 1.2, g = 0.5 et h = 1) et nrel < 0.35, mais sans aucune manie`re de les distinguer. Cependant,
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les simulations posse´dant une grande tache focale de 16µm ne sont soumises qu’a` la BF, alors que
la reptation n’apparaˆıt que pour une petite tache focale de 4µm. Le cas de PG correspond a` un
creusement de bonne qualite´ et est situe´ dans la zone ξ < 0.2. Le creusement re´gulier, duˆ a` la
dynamique lente de l’impulsion laser, s’observe pour nrel > 0.35.
4.3 Mesure de la vitesse de creusement
4.3.1 Me´thodologie
Mesurer la vitesse de creusement Vc permet d’estimer l’e´nergie ne´cessaire au laser pour parcourir
une certaine distance dans un plasma de densite´ donne´e. Cette e´valuation constitue une e´tape
indispensable au dimensionnement de l’allumage rapide, et donc a` la de´termination de sa faisabilite´.
La vitesse de creusement qui nous inte´resse est mesure´e le long du laser. Elle s’e´crit :
Vc =
dXc
dt
, (4.7)
ou` Xc est l’abscisse du front du canal, qu’il s’agit de`s lors de quantifier.
On cherche dans cette section a` mesurer la vitesse de creusement sans faire intervenir de
parame`tres libres, de manie`re a` pouvoir comparer des mesures sur des simulations diffe´rentes. On
introduit pour cela une me´thode de mesure statistique. Nous de´finissons ainsi le centro¨ıde Y1 et la
largeur moyenne Y2 du canal :
Y1 =
∑
y∆n−∑
∆n−
, (4.8)
Y2 =
(∑
(y − Y1)2∆n−∑
∆n−
) 1
2
, (4.9)
avec ∆n− = min(n/n0−1, 0), n0 la densite´ ionique non-perturbe´e, et ou` les sommes sont effectue´es
sur les mailles. Un exemple est trace´ en figure 4.23(a) pour les parame`tres de la figure 4.23(b). La
largeur moyenne Y2 montre clairement la re´gion du plasma perturbe´e par le laser, c’est-a`-dire la
longueur du canal Xc. Dans tout le manuscrit, Xc est e´galement la position du front du canal car
l’origine des abscisses est toujours situe´e au bord gauche du plasma, comme montre´ sur la figure
4.23(a). La vitesse de creusement Vc est donc la vitesse longitudinale. On peut e´galement constater
sur la figure 4.23(a) que Y1 rend bien compte de la reptation du canal. Noter qu’il serait maladroit
d’utiliser Y1 pour de´terminer Xc, car dans un cas ide´al Y1 = 0.
Il est ne´cessaire de prendre des pre´cautions avant de calculer Y2. Il faut supprimer le bruit
naturellement pre´sent dans le code PIC, qui dans la plupart de nos simulations, est de l’ordre de
∆n− ∼ 0.1. Sinon, les fluctuations de densite´s se comportent comme une fonction ale´atoire de la
coordonne´e transverse, du moins tant que le laser ne perturbe pas le plasma. On obtient alors,
en mode´lisant les perturbations de densite´ par une fonction ale´atoire (et donc inde´pendante de y)
R(y) = R :
Y1 =
∫ L
−L yR(y)dy∫ L
−LR(y)dy
=
∫ L
−L ydy
2L
= 0, (4.10)
Y2 =
(∫ L
−L(y − Y1)2R(y)dy∫ L
−LR(y)dy
) 1
2
=
(∫ L
−L y
2dy
2L
) 1
2
=
L√
3
, (4.11)
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(a) (b)
Figure 4.23 – (a) Centro¨ıde Y1 et largeur moyenne Y2 du canal, dont la densite´ ionique est trace´
en (b), calcule´s pour I = 1019W/cm2, r0 = 4µm, n0 = 0.4nc. La position du front de canal Xc est
indique´ en (a).
ou` L est la demi-largeur de la boˆıte de simulation. Dans ce calcul la version continue des de´finitions
de Y1 et Y2 a e´te´ utilise´e, mais le meˆme raisonnement s’applique dans le cas discret.
Il est donc impe´ratif de lisser et de filtrer la densite´ ionique pour pouvoir calculer Y1 et Y2.
On effectue d’abord le lissage de la densite´ ionique, puis le filtrage qui consiste a` ignorer les
fluctuations de densite´s infe´rieures a` une valeur limite ∆nl qui reste a` de´terminer. Ces deux e´tapes
(lissage et filtrage) sont de´taille´es dans les paragraphes qui suivent, ou` on e´tudie l’influence de
certains parame`tres sur la position du canal Xc mesure´e. Pour cela, il est pratique de prendre le
cas du canal repre´sente´ sur la figure 4.24(a) en raison de sa forme re´gulie`re. Ce canal est obtenu
pour I = 1018W/cm2, n = 0.1nc et r0 = 4µm.
Pour nous convaincre de l’importance du lissage et du filtrage, nous avons trace´ Y1 (figure
4.24(b)) et Y2 (figure 4.24(c)) pour le canal de la figure 4.24(a). Les courbes bleues sont trace´es
sans lissage ni filtrage (k = 0 et ∆nl = 0) et les courbes rouges avec (k = 30 et ∆nl = 10%).
Dans le premier cas, Y1 est tre`s bruite´ (figure 4.24(b), courbe bleue) mais reproduit malgre´ tout les
oscillations transverses dues a` la reptation, comme pre´vu par l’e´quation (4.10). En revanche Y2 est
inexploitable (figure 4.24(c), courbe bleue), on retrouve le re´sultat de l’e´quation (4.11). En effet,
on a ici L = 100c/ω0 et Y2 ≈ 61c/ω0 dans les zones non-perturbe´es par le laser (x > 1000c/ω0), ce
qui est tre`s proche de la valeur the´orique L/
√
3 ≈ 57c/ω0. Avec lissage et filtrage (courbes rouges)
le bruit nume´rique a disparu, et on peut de´sormais mesurer pre´cise´ment Xc.
E´tape de lissage
On e´tudie dans ce paragraphe l’influence du lissage sur les mesures de la position du canal Xc.
Nous lissons le profil de densite´ en calculant la densite´ moyenne dans une direction sur un nombre
de points (2k+1). De manie`re ge´ne´rale la re´solution des diagnostics nume´riques n’est pas suffisante
pour moyenner sur une meˆme longueur en x et en y. Par exemple, dans notre cas (2×30 + 1) = 61
points de moyenne correspondent a` environ 91c/ω0 en x, mais 22c/ω0 en y, ce qui est de l’ordre de
grandeur de la largeur du canal. On pre´fe`re donc moyenner selon x pour mieux conserver le profil
de densite´ transverse du canal. Cela permet de moyenner sur plus de points et donc d’obtenir un
lissage de meilleur qualite´. Nous mesurons alors la position du canal a` la longueur de moyenne
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(a) (b)
(c)
Figure 4.24 – (a) Carte de densite´ ionique (nc) utilise´e pour l’e´tude de l’influence du lissage
et du filtrage sur la vitesse de creusement mesure´e. I = 1018W/cm2, n = 0.1nc et r0 = 4µm.
(b) Centro¨ıde Y1 et (c) largeur quadratique moyenne Y2 avec (rouge) ou sans (bleu) lissage et
filtrage. Le parame`tre k correspond au nombre de points utilise´s pour le lissage selon la direction
x, ∆nl = 10% signifie que l’on ignore les fluctuations de densite´ infe´rieure a` ∆n
− = 10% dans le
calcul de Y1 et Y2. La position du canal Xc est indique´e sur la figure (c).
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pre`s. On veille donc a` ce que cette impre´cision soit suffisamment petite.
Nous avons fait varier le nombre de points de moyenne de k = 0 a` k = 30 (soit 61× 1.5c/ω0 ≈
91c/ω0 ≈ 15λ0). Le profil transverse du canal reste tre`s similaire au profil non-lisse´, les fluctuations
de densite´s en moins (figure 4.25(a)). Les mesures sur la position du canal Xc, effectue´es avec
∆nl = 14% restent inchange´es avec l’augmentation de k (figure 4.25(b)).
(a) (b)
(c)
Figure 4.25 – (a) ∆n et (b) position du canal Xc(c/ω0) en fonction de k calcule´e avec ∆nl = 14%.
(c) Position du canal Xc(c/ω0) pour diffe´rentes valeurs de ∆nl et avec k = 30.
E´tape de filtrage
A ce stade nous ne pouvons pas encore mesurer les caracte´ristiques du canal, car meˆme si nous
avons de´ja` lisse´ ∆n− il reste des fluctuations qui geˆnent la mesure de Xc, et il faut les filtrer. Le
filtrage consiste a` ne´gliger les valeurs de ∆n− en dessous d’une valeur limite ∆nl. Nous aurions pu
passer directement a` cette e´tape, mais le lissage permet de re´duire l’amplitude des fluctuations, et
donc ce que nous ne´gligeons.
On se fixe une longueur de lissage en x de 91c/ω0, soit k = 30, et on fait varier le seuil de
filtrage de ∆nl = 6% a` 20%. La position mesure´e du canal est trace´e en figure 4.25(c), et comme
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on pouvait s’y attendre on constate qu’elle diminue avec le seuil de filtrage. Cependant, la vitesse
de creusement Vc, c’est-a`-dire la pente des courbes en figure 4.25(c), reste inchange´e.
Re´sume´
Par la suite, on mesurera la position du canal Xc en lissant la densite´ ionique dans la direction
longitudinale sur quelques λ0, et on choisira un seuil de filtrage de ∆nl = 10% au maximum. Les
valeurs utilise´es pour chaque mesure variant selon la re´solution des diagnostics, elles ne seront donc
pas pre´cise´es a` chaque fois.
4.3.2 Plasma homoge`ne
On peut maintenant mesurer la vitesse de propagation du canal Vc, ou vitesse de creusement,
a` partir des simulations en milieu homoge`ne. Globalement on observe que la vitesse de creusement
du canal diminue avec n0 et augmente avec a0, mais Vc ne montre une de´pendance avec r0 que
pour I = 1020W/cm2. Dans les paragraphes suivants nous montrons en premier les cas a` I = 1018
et 1019W/cm2, dont les vitesses de creusement ne semblent pas de´pendre de r0. Le cas a` I =
1020W/cm2 est traite´ a` part.
Il est a` noter que les mesures de la vitesse de creusement sont beaucoup plus fiables pour
r0 = 4µm, en raison d’un grand nombre de simulations, et les quelques simulations effectue´es pour
r0 = 16µm nous permettent de confirmer ou d’infirmer les tendances observe´es pour r0 = 4µm.
Les cas a` I = 1018 et 1019W/cm2
Les mesures de position Xc et de vitesse Vc sont repre´sente´es sur la figure 4.26 pour des densite´s
variant de 0.01nc a` 0.9nc, r0 = 4− 16µm.
De manie`re ge´ne´rale les mesures de positions pre´sentent toutes une phase transitoire de creu-
sement rapide en de´but d’interaction (pour t < 2000ω−10 sur la figure 4.26(b)), suivie d’une phase
stationnaire. On peut approximer cette dernie`re par une droite, comme montre´ par la ligne en
tirets noirs sur la figure 4.28(a), dont la pente est la vitesse de creusement. On mesure donc la
vitesse stationnaire. Notons que les mesures de positions sont irre´gulie`res et localement la vitesse
de creusement peut de´passer c, ce qui n’est qu’un artefact de la mesure et le reflet du caracte`re
non-line´aire de l’interaction. La vitesse moyenne est toujours infe´rieure a` c, c’est-a`-dire Xc < ct.
Les vitesses de creusement mesure´es en re´gime stationnaire sont re´sume´es sur les figures 4.26(c)
et 4.26(d). Comme on pouvait s’y attendre la vitesse de creusement diminue avec la densite´ et
augmente avec l’intensite´. La tache focale r0 de l’impulsion laser ne semble pas influencer Vc. Pour
juger l’effet de r0 sur la focalisation du laser dans le plasma, nous avons compare´ en figure 4.27(a)
le champ laser maximum en fonction du temps en faisant varier n0 et r0. Les valeurs atteintes
sont similaires dans tous les cas. Le laser, apre`s un temps de monte´e d’environ 1000ω−10 , se focalise
jusqu’a` 1.5a0 avant de redescendre a` sa valeur d’entre´e Emax = a0/
√
2 ≈ 1.9 (le facteur 1/√2
e´merge de la moyenne quadratique). Remarquons que la phase transitoire de Vc correspond a` celle
observe´e pour la focalisation.
A titre de comparaison, on a trace´ sur les figures 4.26(c) et 4.26(d) la vitesse de groupe vg/c =√
1− n0/nc, qui surestime de beaucoup Vc, comme attendu puisque l’interaction pre´sente de nom-
breux aspects non-line´aires et une absorption e´leve´e. Les vitesses mesure´es pour I = 1019W/cm2
sont plus fluctuantes que pour I = 1018W/cm2, pour lequel Vc de´croˆıt de manie`re re´gulie`re avec
la densite´. C’est la` une conse´quence de l’instabilite´ de reptation, et de la bifurcation, qui s’en
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(a) I = 1018W/cm2 (b) I = 1019W/cm2
(c) I = 1018W/cm2 (d) I = 1019W/cm2
Figure 4.26 – (a)-(b) Positions du front de canal Xc(c/ω0) en fonction du temps (ω
−1
0 ) pour chaque
simulation avec r0 = 4µm, la densite´ n0 est indique´e en le´gende. (c)-(d) Vitesses stationnaires de
creusement Vc/c mesure´es a` partir des figures (a)-(b) en fonction de la densite´ initiale n0, pour
r0 = 4µm (cercles) et r0 = 16µm (diamants). La loi d’e´chelle (4.12) est trace´e en ligne bleue sur les
figures (c) et (d) avec les parame`tres du tableau 4.2. La vitesse de groupe line´aire, vg =
√
1− n0/nc,
est trace´e en tirets noirs.
64
trouvent re´duites lorsque nrel > 0.35 comme c’est le cas a` I = 10
18W/cm2 pour n > 0.3 − 0.4nc,
ce qui explique en partie la re´gularite´ observe´e. On peut ne´anmoins approcher les courbes par une
loi d’e´chelle du type :
Vc = V0
(
n0
nc
)−α
, (4.12)
ou` V0 et α sont des parame`tres re´sume´s dans le tableau 4.2. Ces lois d’e´chelle sont valides pour
n0 > 0.1nc.
I(W/cm2) 1018 1019
V0/c 0.066 0.08
α 0.9 0.83
Table 4.2 – Parame`tres de la loi d’e´chelle pour la vitesse de creusement Vc, valide pour n0 > 0.1nc.
(a) I = 1019W/cm2 (b) I = 1020W/cm2
Figure 4.27 – Champ e´lectrique maximal en moyenne quadratique pour (a) I = 1019W/cm2
et (b) I = 1020W/cm2. Les lignes bleues et rouges sont trace´es respectivement pour r0 = 4 et
16µm. Les courbes en tirets et traits continus correspondent respectivement a` n0 = 0.3 et 0.5nc.
L’amplitude du champ e´lectrique apparaˆıt peu sensible a` r0 pour 10
19W/cm2, mais assez sensible
pour 1020W/cm2.
Les cas a` I = 1020W/cm2
A l’inverse des cas a` plus basse intensite´, la vitesse de creusement diffe`re grandement pour
1020W/cm2 selon la tache focale utilise´e (figure 4.28). Pour n0 > 0.2nc le creusement est bien plus
rapide pour r0 = 16µm que pour r0 = 4µm. Ceci est due en partie au caracte`re tre`s non-line´aire
de l’interaction en comparaison des cas a` plus basse intensite´.
Pour r0 = 4µm, la phase de reptation, qui ralentit de´ja` la propagation, laisse le temps a`
l’impulsion laser de pousser les parois du canal qui perd ainsi sa capacite´ a` confiner l’impulsion
laser. La diffraction qui s’ensuit (figure 4.29(b)) ralentit fortement le creusement du canal. Les
figures 4.29(a) et 4.29(b) permettent de comparer les cas a` I = 1019 et 1020W/cm2. On voit
clairement dans le premier cas que la diffraction du laser reste marginale, en raison du confinement
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(a) (b)
Figure 4.28 – (a) Positions du front de canal Xc(c/ω0) en fonction du temps (ω
−1
0 ) pour chaque
simulation et r0 = 4µm, la densite´ n0 est indique´e en le´gende. Un exemple de mesure de Vc est
montre´ pour n0 = 0.3nc. (b) Vitesses stationnaires de creusement Vc/c mesure´es a` partir de la
figure (a) pour r0 = 4µm (cercles) et r0 = 16µm (losanges) en fonction de la densite´ initiale n0. La
loi d’e´chelle (4.12) est trace´e en bleue pour r0 = 4µm (ligne continue) et r0 = 16µm (tirets), avec
les parame`tres du tableau 4.3. La vitesse de groupe line´aire, vg =
√
1− n0/nc, est trace´e en tirets
noirs. I = 1020W/cm2.
apporte´ par le canal. Le proble`me de diffraction ne risque pas de se produire pour r0 = 16µm
puisque la longueur de Rayleigh est de Rd ≈ 1600µm, alors que Rd ≈ 100µm seulement pour
r0 = 4µm.
Les figures 4.27(a) et 4.27(b), qui montrent l’e´volution du maximum du champ laser Emax
en fonction du temps, permettent de juger de l’effet de l’auto-focalisation et de la diffraction
selon l’intensite´ et la tache focale de l’impulsion laser. Globalement, Emax reste inchange´ avec r0
pour I = 1019W/cm2, mais traduit une meilleure auto-focalisation du laser pour r0 = 16µm et
I = 1020W/cm2, ce qui est cohe´rent avec les mesures de Vc.
Notons qu’il est parfois difficile de dire si le re´gime stationnaire est atteint, comme c’est le cas
lorsque Xc ne forme qu’un seul segment de droite, par exemple pour n = 0.1nc et I = 10
20W/cm2
(figure 4.28(a)). C’est d’autant plus proble´matique que le creusement en phase transitoire peut
eˆtre jusqu’a` deux fois plus rapide qu’en phase stationnaire. Il est alors difficile de trancher, car
les comportements distincts obtenus pour r0 = 4 et 16µm, pourraient simplement re´sulter de la
diffe´rence entre phases transitoire et stationnaire. Cette difficulte´ est surmonte´e en mesurant la
position du front du canal dans un plasma inhomoge`ne (section 4.3.3). Les mesures de Vc pour
r0 = 16µm sont alors confirme´es.
Le tableau 4.3 re´sume les parame`tres de la loi d’e´chelle (4.12). Contrairement aux tendances
observe´es a` basse intensite´, ceux-ci de´pendent de r0. Une loi d’e´chelle a l’avantage de lisser les
fluctuations de Vc inhe´rentes au caracte`re non-line´aire de la propagation, il s’agit d’une valeur
 moyenne , qui s’ave´rera tre`s utile pour pre´voir la position du front de canal dans un plasma
inhomoge`ne.
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(a) (b)
Figure 4.29 – Champ e´lectrique en moyenne quadratique pour (a) I = 1019W/cm2 et (b) I =
1020W/cm2. r0 = 4µm, n0 = 0.5nc
r0(µm) 4 16
V0/c 0.13 0.26
α 0.76 0.44
Table 4.3 – Parame`tres de la loi d’e´chelle pour la vitesse de creusement Vc, valide pour n0 > 0.1nc
et I = 1020W/cm2.
4.3.3 Plasma inhomoge`ne
La position du canal X inhc au temps t dans un plasma inhomoge`ne, en supposant que localement
le plasma est homoge`ne, obe´it a` :
dX inhc
dt
= Vc, (4.13)
ou` X inhc est la position du canal dans le profil de densite´ inhomoge`ne. L’e´quation (4.13) devient
alors, pour un profil de densite´ exponentiel de la forme n(x) = n0 exp (x/l) :
dXexpc
dt
= Vc = V0
(
n(Xexpc )
nc
)−α
= V0
(
n0
nc
exp
[
Xexpc
l
])−α
, (4.14)
soit,
Xexpc =
l
α
ln
(
1 +
V0αt
l
[
nc
n0
]α)
, (4.15)
ou` Xexpc (t = 0) = 0, et X
exp
c est la position du canal. Par la suite, nous comparerons l’e´quation
(4.15) a` des simulations effectue´es avec un profil de densite´ exponentiel. Les re´sultats sont en bon
accord pour des faibles gradients de densite´ (l grand), mais peinent a` reproduire les simulations
pour des gradients de densite´ e´leve´s (l petit). Faire varier l permet d’une part de tester l’hypothe`se
de densite´ localement homoge`ne utilise´e pour de´river l’e´quation (4.15), et d’autre part de juger de
l’effet de la phase transitoire de creusement sur un plasma court.
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Plasmas de faible gradient
On choisit un profil de densite´ exponentiel de longueur de gradient l = 400µm. Les parame`tres
des simulations effectue´es sont re´sume´s dans le tableau 4.4. Des cartes de densite´ et de champ,
ainsi que les mesures de la position du front de canal sont montre´es sur les figures 4.30 et 4.32
respectivement. Dans ce paragraphe, les simulations diffe`rent principalement par la densite´ d’entre´e
n0 et l’intensite´ du laser I. On fixe la longueur de gradient du plasma et la tache focale a` l = 400µm
et r0 = 16µm. Les simulations montrent les comportements de´crits dans la section 4.2, selon les
valeurs de ξ et nrel. La bifurcation filamentaire et l’instabilite´ de reptation se de´clenchent de
manie`re re´pe´titive lorsque les conditions sont atteintes, ce qui est courant dans ces simulations.
Il est ne´anmoins ne´cessaire, pour les simulations a` r0 = 16µm, que l’impulsion laser atteigne une
tache focale suffisamment petite pour de´clencher l’instabilite´ de reptation.
Figures I(W/cm2) n0/nc l(µm) Lx(µm)
4.30(a)-4.30(c) 1019 0.003 400 1500
4.30(d)-4.30(f) 1019 0.03 400 1500
4.30(g)-4.30(i) 1019 0.1 400 1000
4.30(j)-4.30(l) 1020 0.1 400 1000
4.33(b) 1019 0.1 65 150
Table 4.4 – Parame`tres des simulations effectue´es avec un profil de densite´ exponentiel n(x) =
n0 exp(x/l), Lx est la longueur du plasma simule´. r0 = 16µm.
La propagation de l’impulsion laser varie grandement selon n0. Pour n0 = 0.003nc (figure
4.30(a)), les conditions d’entre´es du plasma sont favorables a` la propagation guide´e de l’impulsion
laser. Elle se poursuit jusqu’a` atteindre des zones de densite´ plus e´leve´e avec une tache focale
d’environ r0 ≈ 3µm. Cette petite tache focale est alors favorable a` l’instabilite´ de reptation meˆme
si celle-ci ne se manifeste pas. Pour n0 = 0.03nc (figure 4.30(d)), les conditions d’entre´es du plasma
sont tout juste favorables a` la bifurcation filamentaire. Dans ce cas particulier les filaments sont
refocalise´s sur l’axe du laser, probablement par les gradients d’indices ge´ne´re´s par les e´lectrons
chauds pre´sents sur l’axe laser. On observe e´galement la bifurcation filamentaire pour n0 = 0.1nc
(figure 4.30(g)).
On observe donc des re´gimes de propagation diffe´rents selon la densite´ d’entre´e n0, mais cela ne
conditionne pas pour autant toute la propagation de n0 a` nc. Le faisceau laser se propageant depuis
n0 = 0.003nc atteint la densite´ n = 0.1nc, dans des conditions diffe´rentes de ses conditions initiales.
Sa propagation ulte´rieure se trouve donc modifie´e par rapport a` celle d’un faisceau laser injecte´
directement a` une densite´ n0 = 0.1nc. Mais cet effet n’est que temporaire, car la propagation du
faisceau laser dans un plasma de densite´ n0 > 0.1nc est plutoˆt lente et chahute´e par les instabilite´s
de filamentation et de reptation. Au final, les parame`tres en n = 0.1nc (r0, intensite´...) du faisceau
laser qui s’est propage´ depuis n0 = 0.003nc e´voluent en temps, et n’ont donc qu’un effet limite´
sur le reste de la propagation. Par contre, la diffraction joue un roˆle important sur des temps
suffisamment longs. En effet, apre`s un certain temps, le canal s’est trop e´largi (figures 4.30(i),
4.30(f), et 4.30(l)) pour compenser la diffraction naturelle du faisceau laser. Prenons le meˆme
plasma (exponentiel et millime´trique) mais diminuons le rayon initial du laser a` r0 = 4µm. La
longueur de Rayleigh est maintenant d’environ 100µm, contre 1600µm pour r0 = 16µm. Dans ce
cas la diffraction joue un roˆle tre`s important puisque le laser va tre`s vite e´vacuer le plasma et rien
ne peut alors empeˆcher l’impulsion laser de diffracter sur une distance tre`s courte de 100µm, ce
qui ralentit conside´rablement le creusement. Il est donc important pour l’efficacite´ du creusement
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(a) I = 1019W/cm2, n0 = 0.003nc (b) I = 10
19W/cm2, n0 = 0.003nc (c) I = 10
19W/cm2, n0 = 0.003nc
(d) I = 1019W/cm2, n0 = 0.03nc (e) I = 10
19W/cm2, n0 = 0.03nc (f) I = 10
19W/cm2, n0 = 0.03nc
(g) I = 1019W/cm2, n0 = 0.1nc (h) I = 10
19W/cm2, n0 = 0.1nc (i) I = 10
19W/cm2, n0 = 0.1nc
(j) I = 1020W/cm2, n0 = 0.1nc (k) I = 10
20W/cm2, n0 = 0.1nc (l) I = 10
20W/cm2, n0 = 0.1nc
Figure 4.30 – Densite´ ionique (nc) lors de la propagation de l’impulsion laser dans un plasma
exponentiel. Les parame`tres sont re´sume´s dans le tableau 4.4. l = 400µm, r0 = 16µm
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que la distance de Rayleigh de l’impulsion laser soit du meˆme ordre de grandeur que l’e´paisseur
de plasma a` creuser.
Un bon moyen de comparer les simulations est de tracer le temps mis par le canal pour atteindre
la densite´ initiale n dans le plasma (figure 4.31). La pente des courbes de la figure 4.31 rend compte
de la vitesse de creusement, qui est d’autant plus rapide que la pente est faible. Concernant ces
pentes, la vitesse de creusement e´volue peu sur l’intervalle 0.1 < n/nc < 0.2. La distinction entre
I = 1019 et 1020W/cm2 n’est notable qu’a` partir de n = 0.25nc. Au final la pente des courbes de
la figure 4.31 est similaire pour une meˆme intensite´ I lorsque n0 varie. La densite´ n0 influe donc
peu sur la dynamique du creusement, qui est domine´e par les me´canismes non-line´aires de´crits
en section 4.2. Pour une tache focale r0 = 16µm le laser impacte le plasma avec un front d’onde
relativement plat, et cela ne pose aucun proble`me pour deux raisons. La longueur de diffraction
est proche de la longueur du plasma, et le canal peut compenser la diffraction naturelle du laser.
En revanche avec r0 = 4µm la longueur de diffraction est tre`s faible, et la diffraction peut alors
geˆner le creusement. Notons que le cas a` n0 = 0.03nc se re´ve`le eˆtre le´ge`rement plus rapide que le
cas a` n0 = 0.1nc.
Figure 4.31 – Temps mis par le canal pour atteindre la densite´ initiale n, pour I = 1019W/cm2
et n0 = 0.003, 0.03 et 0.1nc (respectivement courbes noire, bleue et verte). La courbe rouge est
trace´e pour I = 1020W/cm2 et n0 = 0.1nc, r0 = 16µm
Les pre´dictions de l’e´quation (4.15) sont compare´es avec les mesures de Xc sur la figure 4.32.
L’accord est bon pour I = 1019W/cm2, ce qui confirme que la vitesse de propagation Vc est
inde´pendante de r0. En revanche on obtient un meilleur accord a` I = 10
20W/cm2 avec la loi
d’e´chelle e´tablie pour r0 = 16µm (figure 4.32(d)). Pour comparer nous avons e´galement trace´ (4.15)
pour r0 = 4µm (tirets noirs en figure 4.32(d)). Ce qui confirme la de´pendance en r0 de Vc e´tablie
pour I = 1020W/cm2 en plasma homoge`ne. On confirme e´galement l’hypothe`se d’homoge´ne´ite´
locale utilise´e pour de´river (4.15). La phase transitoire de creusement observe´e en plasma homoge`ne
n’a ici pas d’effet notable, puisque son temps caracte´ristique, d’environ 1000ω−10 , est 30 fois infe´rieur
au temps total de la simulation.
Plasmas de fort gradient
On teste maintenant l’e´quation (4.15) dans des conditions de fort gradient, ou` l’hypothe`se
d’homoge´ne´ite´ locale peut eˆtre remise en cause. La phase transitoire prend aussi de l’importance,
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(a) I = 1019W/cm2, n0 = 0.003nc (b) I = 10
19W/cm2, n0 = 0.03nc
(c) I = 1019W/cm2, n0 = 0.1nc (d) I = 10
20W/cm2, n0 = 0.1nc
Figure 4.32 – Positions du canal, mesure´es (lignes bleues) et pre´dites par l’e´quation (4.15) (tirets
rouges) avec les parame`tres des tableaux 4.2 et 4.3, dans un plasma exponentiel pour l = 400µm
et r0 = 16µm. La loi d’e´chelle e´tablie pour r0 = 4µm est trace´e en tirets noirs sur la figure (d).
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en raison de la faible dure´e de l’interaction. Le profil de densite´ est exponentiel, partant de 0.1nc,
avec l = 65µm. On ne simule qu’une seule intensite´ de I = 1019W/cm2. Les positions du canal
mesure´es (courbe continue noire) et pre´dites (tirets) sont trace´es en figure 4.33(b). L’e´quation
(4.15) reproduit mal le creusement pour l = 65µm, particulie`rement en de´but d’interaction (figure
4.33(b)). Pour retrouver un bon accord avec les mesures, il faut tenir compte de la phase transitoire
de creusement rapide pre´sente au de´but de chaque simulation, comme on peut le voir en figure
4.33(a) pour t < 2000ω−10 . Les mesures de vitesses sont mode´lise´es avec l’ajustement suivant :
V trc = Vc
(
1 + σe−βt
)
, (4.16)
ou` σ et β sont des parame`tres, et Vc est la vitesse de creusement en phase stationnaire, et l’exposant
tr de´note la prise en compte de la phase transitoire. Pour I = 1019W/cm2, on trouve σ = 2.2 et
β = 0.001ω0, ce qui conduit, en utilisant Vc = 0.08(n/nc)
−0.83, aux courbes en tirets trace´es en
figure 4.33(a) et donne´es par :
X trc = Vc
(
t+
σ
β
(
1− e−βt)) . (4.17)
On peut maintenant de´river a` la manie`re de l’e´quation (4.15) la position du canal dans un gradient
de densite´ exponentiel :
X tr,expc =
l
α
ln
[
1 +
V0α
l
[
nc
n0
]α(
t+
σ
β
(
1− e−βt))] . (4.18)
Cette formule est en bon accord avec la simulation PIC pour l = 65µm (courbe continue bleue
sur la figure 4.33(a)) et on de´crit de´sormais correctement le creusement en de´but d’interaction.
Comme on peut s’y attendre les corrections apporte´es restent mineures pour l = 400µm, puisque le
temps total d’interaction est alors d’environ 30 fois le temps caracte´ristique de la phase transitoire,
β−1. Notons que le temps de de´tection du signal doit eˆtre e´gal a` l’origine du temps dans l’e´quation
(4.18), c’est pourquoi les courbes en tirets bleus de la figure 4.33(a) sont de´cale´es pour correspondre
aux mesures et ainsi assurer que X tr,expc < ct.
A titre de comparaison nous avons e´galement trace´ le cas ou` la vitesse de creusement est e´gale a`
la vitesse de groupe Vc = vg (figure 4.33(b)), correspondant a`
dXc
dt
= vg = c
√
1− n/nc. Il reproduit
bien le creusement en de´but d’interaction, ce qui sugge`re que l’absorption y est encore faible.
Pour montrer que le creusement rapide observe´ avec l = 65µm n’est pas duˆ uniquement a` l’auto-
focalisation, nous avons trace´ en figure 4.33(b) l’e´quation (4.15) pour I = 1020W/cm2. Ce faisant,
on surestime grandement l’auto-focalisation en prenant I = 1020W/cm2, qui est 10 fois supe´rieure
a` l’intensite´ initiale du laser (1019W/cm2), et malgre´ cela l’e´quation (4.15) ne reproduit pas les
mesures. L’auto-focalisation n’est pas entie`rement responsable du creusement rapide observe´, mais
peut expliquer l’e´cart entre l’e´quation (4.18) et la mesure.
Globalement, aucune de nos simulations ne nous a permis de remettre en cause l’hypothe`se de
la densite´ localement homoge`ne, qui semble bien ve´rifie´e. Il faut cependant prendre des pre´cautions
lorsque le gradient du plasma est fort, notamment tenir compte de la phase transitoire.
Estimation du temps de creusement
Il est maintenant possible d’estimer l’e´nergie ne´cessaire pour creuser le plasma jusqu’a` une
densite´ donne´e. A` partir de l’e´quation (4.15), on de´duit directement le temps tn mis par le canal
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(a) (b)
Figure 4.33 – (a) Courbes de la position du front de canal Xc (courbes continues), mesure´es pour
I = 1019W/cm2 dans des plasmas homoge`nes (r0 = 4µm) de densite´ n0 = 0.1 (bleu), 0.4 (rouge)
et 0.9nc (vert), vitesses asymptotiques (tirets gras) et re´sultats de l’e´quation (4.17) (tirets fins).
(b) Positions du canal, mesure´e (ligne noire) et pre´dites par l’e´quation (4.15) (tirets bleus pour
I = 1019W/cm2 et rouges pour I = 1020W/cm2), dans un plasma exponentiel pour l = 65µm,
r0 = 16µm, n0 = 0.1nc et I = 10
19W/cm2. L’e´quation (4.18) est trace´e en ligne bleue avec les
parame`tres σ = 2.2 et β = 0.001ω0. Le cas Vc = vg est trace´ en tirets magenta.
pour atteindre une densite´ n situe´e en X :
tn =
l
V0α
([
n
nc
]α
−
[
n0
nc
]α)
=
l
V0α
[
n0
nc
]α(
exp
(
αX
l
)
− 1
)
. (4.19)
Dans le cadre de l’allumage rapide, on cherche a` creuser jusqu’a` nc dans un plasma exponentiel
de taille millime´trique. Avec n = nc, n0 = 0.1nc, et l = 400µm, soit X = l ln(nc/n0) = 921µm de
plasma, on obtient les re´sultats du tableau 4.5. L’e´nergie E ne´cessaire pour atteindre nc avec une
impulsion constante en temps s’e´crit :
E2D =
∫ tn
0
∫ ∞
−∞
I exp
[
−2 y
2
W 20
]
dydt×W0 = tnI
√
pi
2
W 20 , en 2D, (4.20)
E3D =
∫ tn
0
∫ 2pi
0
∫ ∞
0
I exp
[
−2 r
2
W 20
]
rdrdθdt = tnIpi
W 20
2
, en 3D, (4.21)
ou` on a multiplie´ l’e´nergie line´ique 2D par W0 dans la direction z, pour estimer une e´nergie.
Remarquons que la diffe´rence est faible entre les deux estimations, puisque E2D ≈ 0.8E3D, le choix
de l’une ou l’autre a donc peu d’importance. Nos simulations sont 2D planes, et par conse´quent nos
lois d’e´chelle sont valables en ge´ome´trie 2D plane. Le temps tn que nous calculons n’est donc pas
applicable a` une ge´ome´trie re´elle en 3D. Cependant, les simulations de creusement 3D effectue´es
par Li et al. [72] semblent indiquer que la vitesse de creusement en 3D V 3Dc est supe´rieure a` la
vitesse de creusement Vc en 2D. L’e´nergie E2D calcule´ en 2D surestime donc a priori l’e´nergie
calcule´ en 3D. Il reste que nous utilisons une impulsion laser constante dans le temps, alors que
les impulsions produites en laboratoire sont approximativement gaussienne. Ne´anmoins, nous nous
inte´ressons au calcul de l’e´nergie de l’impulsion laser, et non a` sa dure´e. On extrapole en supposant
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qu’une impulsion laser gaussienne d’e´nergie E et de meˆme intensite´ maximale I que notre impulsion
laser constante en temps suffira pour creuser jusqu’a` nc.
Pour des raisons de simplicite´ on se contente de comparer tn pour r0 = 16µm. Les re´sultats
des e´quations (4.19) et (4.20) sont re´sume´s dans le tableau 4.5 pour les parame`tres n0 = 0.1nc,
r0 = 16µm et les trois intensite´s.
I(W/cm2) 1018 1019 1020
tn(ps) 20 17 7
E2D(J) 46 392 1613
Table 4.5 – Temps tn calcule´ avec l’e´quation (4.19) et e´nergie E2D calcule´e avec l’e´quation (4.20)
ne´cessaires au canal pour atteindre nc. n0 = 0.1nc, r0 = 16µm, l = 400µm.
On remarque a` partir du tableau 4.5 que E2D(1020W/cm2) = 35×E2D(1018W/cm2). Il est donc
pre´fe´rable d’utiliser un laser de basse intensite´ pour e´conomiser de l’e´nergie. Ce re´sultat montre
l’importance des effets non-line´aires sur la propagation du laser. Une impulsion laser de basse
intensite´ (tout en e´tant relativiste), et donc subissant peu ces effets, est moins ralentie.
Nuanc¸ons ces re´sultats tre`s optimistes en remarquant que compte tenu de notre de´finition de
Xc, le temps tn que nous calculons est le temps qu’il faut au canal pour  toucher la surface
critique. Lorsque cela se produit, le front du canal est encore rempli a` 90% de plasma. Ne´anmoins
la de´pense en e´nergie ne´cessaire pour e´vacuer le plasma restant a` l’inte´rieur du canal reste peu
importante. En effet, une marge de 10ps suffirait a` e´vacuer 70% du plasma restant dans le canal,
meˆme a` basse intensite´. De plus le plasma restant ame´liorerait le couplage de l’impulsion PW via
une absorption en volume, au lieu d’un couplage surfacique si l’impulsion interagit directement
avec la densite´ critique.
4.3.4 Re´sume´
Plasma homoge`ne Les mesures de la position du front du canal Xc montrent que la dynamique
du creusement est compose´e d’une phase transitoire suivie d’une phase stationnaire de creusement.
La vitesse de creusement dXc/dt est plus e´leve´e en phase transitoire qu’en phase stationnaire.
Nous avons mesure´ la vitesse de creusement en phase stationnaire pour des plasmas de densite´
homoge`ne variant de 0.01nc a` nc. Elle obe´it a` la loi d’e´chelle Vc = V0(nc/n0)
α, ou` α > 0 et V0 sont
des parame`tres pre´cise´s dans les tableaux 4.2 et 4.3 pour chaque intensite´. Globalement, Vc croit
avec l’intensite´ I de l’impulsion laser, et de´croit avec la densite´ n0 du plasma. Elle ne de´pend pas
de la largeur a` mi-hauteur de l’impulsion laser r0, sauf pour I = 10
20W/cm2 ou` la diffraction joue
un roˆle important.
Plasma de densite´ exponentiel Nous avons mesure´ la position du front du canal Xexpc dans
des plasmas de densite´ exponentielle et de longueur millime´trique, reproduisant ainsi les plasmas
de couronne rencontre´s dans le sche´ma d’allumage rapide. La position du front de canal peut
eˆtre de´duite de la loi d’e´chelle e´tablie dans les plasmas homoge`nes via la relation dXexpc /dt =
Vc = V0(nc/n(X
exp
c ))
α, qui suppose que localement le plasma est homoge`ne. Cette relation est
bien ve´rifie´e dans les plasmas exponentiels de faible gradient. En revanche, elle n’est pas adapte´e
a des plasmas exponentiels de fort gradient en raison de la courte dure´e d’interaction. En effet la
phase transitoire de creusement joue alors un roˆle non ne´gligeable puisque sa dure´e caracte´ristique
est comparable a` la dure´e du creusement. Ce proble`me est re´solu en prenant en compte les effets
transitoires dans la mode´lisation de la vitesse de creusement.
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Estimation de l’e´nergie Les lois d’e´chelle obtenues nous ont permis d’estimer l’e´nergie laser
ne´cessaire pour creuser un canal jusqu’a` la densite´ critique dans le cas d’un plasma exponentiel. Nos
calculs sont valables en ge´ome´trie 2D plane. Ils montrent qu’il est plus rentable en termes d’e´nergie
d’utiliser un laser peu intense mais de longue dure´e. Ce comportement refle`te l’importance des effets
non-line´aires, dont l’effet sur l’impulsion est amoindri a` basse densite´ et a` intensite´ moindre. Les
simulations 3D de Li et al. [72] semblent indiquer que la vitesse de creusement est sous-estime´ en
2D. Nos estimations constituent donc une borne supe´rieure.
4.4 Ge´ne´ration des e´lectrons chauds
A l’aide de plusieurs diagnostics du code Calder, les e´lectrons chauds produits lors du creu-
sement du canal plasma sont caracte´rise´s en termes d’e´nergie et de position. On peut discerner
diffe´rentes populations d’e´lectrons selon leurs e´nergies, et donc selon le me´canisme qui les acce´le`re.
Cela nous renseigne sur la de´ple´tion d’e´nergie de l’impulsion laser, qui est directement lie´e a` la vi-
tesse de creusement. Il est e´galement important de mesurer la quantite´ d’e´lectrons e´mis vers l’avant,
pour de´terminer si ceux-ci peuvent geˆner la compression de la cible dans un sce´nario d’allumage
rapide, ou encore pour la production de rayonnement X multi-MeV.
Les champs e´lectrostatique et magne´tostatique sont e´galement e´tudie´s pour leurs roˆles dans le
confinement des e´lectrons dans le canal plasma. La de´termination de ces champs a fait l’objet de
nombreux travaux, the´oriques [48, 50, 51, 62] mais aussi expe´rimentaux [11, 64, 67], ou` des champs
magne´tiques de l’ordre de 100MG sont observe´s. L’e´tude des champs statiques est aussi d’une
grande importance pour la protonographie, qui permet de visualiser le canal [13] a` des densite´s
e´leve´es sans avoir recours a` des impulsions lasers de fre´quence e´leve´e.
Sur la base de nos simulations nume´riques, il est possible de distinguer deux re´gimes dans
l’e´tablissement des champs statiques. Pour des densite´s faibles, n < 0.1nc, les champs e´lectrique
et magne´tique statiques pre´sentent des structures clairement identifiables et re´gulie`res, alors que
pour n > 0.1nc seul le champ magne´tique conserve sa re´gularite´ alors que le champ e´lectrostatique
est tre`s perturbe´. Ce clivage en densite´ est e´galement ve´rifie´ pour les parois du canal. Elles sont
lisses a` basse densite´ et irre´gulie`res a` haute densite´ ou` la paroi du canal se module (en bulles et
doigts, voir figure 4.34(a)) au fur et a` mesure qu’elle s’e´loigne de l’axe.
4.4.1 Caracte´ristiques des e´lectrons chauds et champs associe´s
Me´canismes d’acce´le´ration e´lectronique
Les e´lectrons sont principalement acce´le´re´s par le champ e´lectromagne´tique de l’impulsion
laser. Ils atteignent ainsi des e´nergies de l’ordre de
√
1 + a20mec
2 (duˆ a` l’effet ponde´romoteur) et
de (1 + a20/2)mec
2 (duˆ a` l’oscillation de l’e´lectron a` la fre´quence du laser). Ce me´canisme est le
premier a` ce mettre en place. Ces e´lectrons sont rapidement expulse´s radialement du canal et
constituent la majorite´ des e´lectrons sur les parois du canal. De manie`re ge´ne´rale, la trajectoire
de´crite par un e´lectron est d’autant plus aplatie par rapport a` l’axe laser que son e´nergie est grande.
L’angle θ d’expulsion des e´lectrons est donne´ pour une impulsion gaussienne par [21, 63] :
θ = arctan
(
py
px
)
= arctan
(√
2
γ − 1
)
. (4.22)
Cette e´quation est valide sous la condition λ0
2piW0
 1 − vx(t=0)
c
, et sous re´serve que les champs
statiques soient ne´gligeable. La premie`re condition est respecte´e dans la plupart des cas, mais les
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champs statiques sont presque omnipre´sents et deviennent important pour n > 0.1nc. De plus, il
a e´te´ montre´ que les champs e´lectrostatiques cre´e´s par le canal peuvent collimater efficacement
les e´lectrons [78]. Malgre´ cela on observe que les e´lectrons les moins e´nerge´tiques sont expulse´s
rapidement et avec un grand angle. La figure 4.34 permet de comparer la densite´ e´lectronique a`
la densite´ des e´lectrons posse´dant une e´nergie supe´rieure a` 1MeV. Elle met en e´vidence que les
e´lectrons les plus e´nerge´tiques sont situe´s dans le canal, contrairement a` ce qu’indique l’e´quation
(4.22), qui donne θ = 45◦ pour (γ − 1)mec2 = 1MeV. Les e´lectrons sont donc focalise´s par les
champs magne´tostatique et e´lectrostatique.
(a) (b)
Figure 4.34 – Cartes de densite´ e´lectronique (nc) pour (a) tous les e´lectrons et (b) les e´lectrons
d’e´nergie supe´rieure a` 1 MeV. I = 1019W/cm2, n = 0.1nc et r0 = 16µm.
L’acce´le´ration par le champ e´lectromagne´tique de l’impulsion laser constitue la premie`re e´tape
de l’acce´le´ration. Par la suite, des me´canismes subsidiaires comme l’acce´le´ration par re´sonance
beˆtatron [62, 63] et le chauffage stochastique [29, 30] prennent le relais et acce´le`rent les e´lectrons a`
des e´nergies bien supe´rieures, pouvant atteindre 100mec
2 pour un laser d’intensite´ I = 1019W/cm2.
Le me´canisme d’acce´le´ration par re´sonance beˆtatron [62, 63], est cause´ par l’entre´e en re´sonance
des e´lectrons soumis au champ laser avec les champs statiques. En ge´ome´trie 2D plane, la condition
de re´sonance s’e´crit [62] :
ω0r
c
(
eEsmax
mecω0
+
eBsmax
meω0
)
> 2, (4.23)
ou` r est le rayon du canal. La condition de re´sonance (4.23) est satisfaite dans la plupart des cas
pour n > 0.1nc. En effet, le champ magne´tostatique atteint typiquement des valeurs de l’ordre
de ∼ 1meω0/e, soit environ 110MG, et le champ e´lectrostatique est a` priori trop incohe´rent pour
pouvoir participer a` la re´sonance de l’e´lectron. En revanche, pour n = 0.01nc la condition (4.23) est
plus difficilement atteinte, en raison d’un champ magne´tostatique faible, de l’ordre de 0.1meω0/e.
Si le champ e´lectrostatique est trop incohe´rent pour participer a` l’acce´le´ration beˆtatron, il
est en revanche propice au chauffage stochastique. Meyer-ter-Vehn et al. [30] ont en effet montre´
que de petites perturbations ale´atoires de l’impulsion suffisaient pour acce´le´rer les e´lectrons a` des
e´nergies de l’ordre de 50mec
2 avec un laser d’intensite´ I ≈ 1019W/cm2, soit bien au-dessus des
estimations
√
1 + a20mec
2 et (1 + a20/2)mec
2. De ce point de vue, le champ e´lectrostatique pourrait
tre`s bien assurer le caracte`re ale´atoire du mouvement. De manie`re ge´ne´rale les e´lectrons dans
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le canal plasma sont constamment chahute´s (par les champs e´lectrostatiques, les variations de
l’enveloppe de l’impulsion laser...), ce qui est propice a` l’acce´le´ration stochastique.
Il n’est pas rare que les e´lectrons acce´le´re´s par me´canisme beˆtatron ou chauffage stochastique
atteignent des e´nergies d’environ 100mec
2, comme en attestent les figures 4.35 et 4.36 qui montrent
les espaces des phases (x, px) et (x, py), respectivement avant et apre`s l’apparition des champs sta-
tiques, pour n = 0.01nc et I = 10
19W/cm2. Ces espaces des phases sont moyenne´s dans l’intervalle
y = ±50c/ω0 contenu a` l’inte´rieur du canal. En l’absence de champ statique, les e´lectrons atteignent
une e´nergie maximale d’environ 10mec
2, proche de l’estimation the´orique (1 + a20/2)mec
2, ce qui
sugge`re un me´canisme d’acce´le´ration de type onde plane. L’impulsion px des e´lectrons pre´sente un
pic localise´ en ≈ 780c/ω0, qui est cause´ par la force ponde´romotrice du laser et l’onde de sillage
de l’impulsion laser comme le montrent les figures 4.35(c), 4.35(d), 4.35(e) et 4.35(f) montrant
l’enveloppe du champ laser et la densite´ e´lectronique. Les e´lectrons atteignent ensuite des e´nergies
e´leve´es de l’ordre de 100mec
2 en pre´sence des champs statiques, ce qui sugge`re un me´canisme
d’acce´le´ration de type beˆtatron. De plus, si le me´canisme responsable de cette acce´le´ration e´tait
de type onde plane, on aurait px = p
2
y/2 ≈ 200 au maximum, et on en est bien loin. Notons que
dans le cas e´tudie´ l’acce´le´ration beˆtatron ou le chauffage stochastique n’affecte que peu d’e´lectrons.
Remarquons que la densite´ e´lectronique est module´e avec une pe´riode e´gale a` la moitie´ de celle du
laser, ce qui est cohe´rent avec les e´quations (2.12) et (2.13).
L’e´nergie e´leve´e des e´lectrons acce´le´re´s par beˆtatron ou chauffage stochastique les localise dans
le canal, a` l’image de la figure 4.34(b), et ils posse`dent un angle θ ≈ 10◦ suffisamment faible pour
eˆtre e´jecte´s au front de canal.
Les e´lectrons peuvent e´galement eˆtre acce´le´re´s par onde de sillage, mais seulement en de´but
d’interaction lorsque le canal n’est pas encore creuse´ et que la densite´ est faible (n ≈ 0.01nc). Ce
type d’acce´le´ration reste marginal, et n’a pas d’importance particulie`re pour notre e´tude.
Il est inte´ressant de mesurer la tempe´rature des e´lectrons chauds, qui sont donc localise´s dans
le canal et dont les trajectoires sont aplaties.
Les simulations nous indiquent que la fonction de distribution du plasma peut eˆtre de´crite
par une somme de maxwelliennes. On peut donc de´finir, pour les e´lectrons chauds posse´dant une
e´nergie supe´rieure a` E0 (de´pendant de I), une tempe´rature que l’on mesure en trac¸ant l’e´nergie
moyenne 〈E〉 en fonction de E0 :
〈E〉 =
∫∞
E0 f(E)EdE∫∞
E0 f(E)dE
. (4.24)
Si la fonction de distribution est maxwellienne, alors l’e´quation pre´ce´dente se re´duit a` :
〈E〉 =
∫∞
E0 e
−E/TEdE∫∞
E0 e
−E/TdE = T + E0, (4.25)
et on peut ainsi estimer l’e´nergie moyenne des e´lectrons chauds 〈K〉 (ou tempe´rature) en ap-
proximant (4.24) par une droite pour les e´nergies e´leve´es, comme montre´ en figure 4.37. L’e´nergie
moyenne 〈K〉 est alors l’ordonne´e a` l’origine. La tempe´rature des e´lectrons chauds mesure´e par
cette me´thode, en re´gime stationnaire, est re´sume´e dans le tableau 4.6.
Il est assez surprenant que 〈K〉 ne de´pende que tre`s peu de la densite´. Seul le temps mis pour
atteindre le re´gime stationnaire varie avec la densite´.
Mesurer la tempe´rature des e´lectrons chauds via les fonctions de distributions inte´gre´es en
espace donne une description globale. Pour affiner notre description, conside´rons les cartes 2D
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(a) (b)
(c) (d)
(e) (f)
Figure 4.35 – (a,b) Cartes d’espaces des phases e´lectronique (nc), carte et coupe en y = 0 de
(c,d) la moyenne quadratique du champ Ey et de (e,f) la densite´ e´lectronique ne/nc a` t = 2200ω
−1
0 ,
avant l’apparition des champs statiques. I = 1019W/cm2, n0 = 0.01nc et r0 = 16µm.
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(a) (b)
Figure 4.36 – Cartes d’espaces des phases e´lectronique (nc) a` t = 4400ω
−1
0 , apre`s l’apparition des
champs statiques. I = 1019W/cm2, n = 0.01nc et r0 = 16µm.
I(W/cm2) 1018 1019 1020
〈K〉(keV) 1200 7500 12000
Table 4.6 – Energie moyenne des e´lectrons chauds en fonction de l’intensite´, mesure´e en re´gime
stationnaire.
Figure 4.37 – Equation (4.24) trace´e lorsque le re´gime stationnaire est atteint, pour I =
1018W/cm2 (vert), 1019W/cm2 (bleu) et 1020W/cm2 (rouge). La tempe´rature des e´lectrons chauds
est l’ordonne´e a` l’origine des droites en tirets.
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d’e´nergie cine´tique moyenne et de flux d’e´nergie cine´tique moyen de´finies par :
(γ − 1) =
∫∫
(γ − 1) fd2p∫∫
fd2p
, (4.26)
(γ − 1)−→v =
∫∫
(γ − 1)−→v fd2p∫∫
fd2p
. (4.27)
Elles sont trace´es pour les e´lectrons sur les figures 4.38(a) et 4.38(b). Pour plus de clarte´ on a
repre´sente´ en figure 4.38(b) la norme du flux d’e´nergie, la direction du flux e´tant indique´e par
les fle`ches. Dans le meˆme esprit on trace la vitesse du fluide e´lectronique re´sultant du rapport
des quantite´s (4.26) et (4.27) (figure 4.38(c)), ce qui nous permet d’observer clairement que les
e´lectrons sont acce´le´re´s dans le canal par le laser, avant d’eˆtre e´vacue´s a` l’avant du canal dans un
coˆne de demi-angle 30◦ environ. A` titre d’indication, nous avons e´galement trace´ l’enveloppe du
champ laser en figure 4.38(d).
(a) (b)
(c) (d)
Figure 4.38 – Cartes (a) d’e´nergie e´lectronique (mec
2) moyenne (4.26), (b) de la norme du
flux d’e´nergie (mec
3) e´lectronique (4.27), (c) de vitesse moyenne (c) et (d) champ transverse
Ey(mecω0/e) en moyenne quadratique. I = 10
19W/cm2, n0 = 0.3nc et r0 = 16µm.
L’e´nergie moyenne mesure´e pour I = 1019W/cm2 est proche de l’estimation obtenue avec les
fonctions de distributions de la figure 4.37, c’est-a`-dire 〈K〉 = 14.7mec2. En allant plus loin on peut
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directement corre´ler l’e´nergie moyenne (4.26) au champ laser local, obtenant ainsi une loi d’e´chelle
du type (γ − 1) ∝ a, en comparant 〈a〉 (x) = ∫ L/2−L/2 a(x, y)dy a` 〈γ − 1〉 (x) = ∫ L/2−L/2 (γ(x, y)− 1)dy.
Ici, a(x, y) est l’enveloppe du champ e´lectrique transverse normalise´. Comparer ces deux grandeurs
point a` point donnerait des re´sultats trop erratiques pour les interpre´ter correctement, on compare
donc les moyennes transverses pour lever ce proble`me. La loi d’e´chelle obtenue de´pend du choix
des bornes des inte´grales pre´ce´dentes, qui sont arbitraires mais pas de´nue´es de sens physique si on
choisit par exemple L = r0. Avec ces de´finitions on obtient les re´sultats expose´s dans le tableau
4.7 et la figure 4.39. Les re´sultats du tableau 4.7 nous indiquent que la densite´ n’influe pas de
manie`re notable sur la loi d’e´chelle, comme on pouvait s’y attendre puisque l’on mesure l’e´nergie
moyenne par e´lectron. En revanche la loi d’e´chelle de´pend de r0 et de I. Les cas a` I = 10
19 et
1020W/cm2 posse`dent la meˆme de´pendance pour un meˆme r0, mais le couplage semble re´duit pour
I = 1018W/cm2. Nous avons ensuite trace´, pour n0 = 0.1nc et r0 = 4µm, 〈γ − 1〉 en fonction de 〈a〉
(figure 4.39) en vert pour I = 1018W/cm2, en bleu pour 1019W/cm2, et en rouge pour 1020W/cm2.
Noter que nous avons choisi d’inte´grer sur une plus grande largeur L = 100c/ω0 pour englober plus
d’e´lectrons chauds, et faciliter l’interpre´tation. Les nuages de points sont repartis globalement sur
une meˆme droite, ce qui paraˆıt cohe´rent car les cas a` 1019 et 1020W/cm2 posse`dent des facteurs
de proportionnalite´ a` peu pre`s e´gaux (〈γ − 1〉 / 〈a〉 ≈ 5 − 6) et recouvrent une grande partie du
graphe. Cependant n’oublions pas que le rapport 〈γ − 1〉 / 〈a〉 est bien moindre pour 1018W/cm2
(〈γ − 1〉 / 〈a〉 ≈ 1.5), comme montre´ dans l’encadre´ de la figure 4.39. Ces remarques nous poussent
a` mode´liser les donne´es du tableau 4.7 et de la figure 4.39 par la loi d’e´chelle suivante :
〈γ − 1〉 ≈
√
1 +
〈a〉2
b2
− 1, (4.28)
avec b une constante a` de´terminer. Cette loi d’e´chelle est trace´e en noir sur la figure 4.39, la
meilleure correspondance est trouve´e pour b ≈ 0.16.
Enfin remarquons que les quantite´s (4.26) et (4.27) sont environ 10 fois plus importante dans
le canal qu’a` l’exte´rieur (figure 4.38), ce qui aura des conse´quences pour l’estimation de la vitesse
du front du canal (section 4.5).
n0/nc 0.1 0.2 0.3 0.4 0.5 0.6 0.7
I = 1018W/cm2
r0 = 4µm 1.5 1.5 1.5 1.5 1.5 1 1
r0 = 16µm 5
I = 1019W/cm2
r0 = 4µm 5.5 5.5 6.5 6 6.5 6.5
r0 = 16µm 11 9
I = 1020W/cm2
r0 = 4µm 4.5 4 5 5.5 5 5
r0 = 16µm 10 11 10 9
Table 4.7 – Rapport 〈γ − 1〉 / 〈a〉 avec L = r0 en fonction de r0, I et n0.
Champs quasi-statiques
La cre´ation du canal plasma est a` l’origine de la ge´ne´ration du champ e´lectrostatique. Les
e´lectrons, qui sont e´vacue´s late´ralement par la force ponde´romotrice du laser, entraˆınent les ions par
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Figure 4.39 – 〈γ − 1〉 en fonction de 〈a〉 avec L = 100c/ω0 en vert pour I = 1018W/cm2, en bleu
pour 1019W/cm2, et en rouge pour 1020W/cm2. L’encadre´ est un agrandissement de la figure. La
loi d’e´chelle (4.28) est trace´e en noir pour b = 0.16. n0 = 0.1nc, r0 = 4µm.
le champ e´lectrostatique ainsi cre´e´. Mais la dynamique du canal et l’inertie ionique sont telles que
la neutralite´ du plasma n’est jamais totalement atteinte (figure 4.42(b)). Des exemples de champs
e´lectrostatiques Ey induits a` basse et haute densite´s sont montre´s sur les figures 4.42 et 4.43(b),
pour I = 1019W/cm2, n0 = 0.01nc et 0.3nc. On voit clairement que le champ e´lectrostatique a
une structure re´gulie`re pour n0 = 0.01nc, alors qu’elle est de´sordonne´e pour n0 = 0.3nc. Le champ
moyenne´ sur une centaine de c/ω0 selon x, montre´ en figure 4.42(b) pour n0 = 0.01nc, en rend
bien compte. Le canal plasma a` 0.3nc a une structure irre´gulie`re. Les parois sont de´chiquete´es et
le plasma a` l’inte´rieur du canal est faiblement e´vacue´ malgre´ la forme re´gulie`re du laser, ce qui
affecte le champ e´lectrostatique.
On peut malgre´ tout estimer le champ e´lectrostatique Ey en supposant que les ions sont im-
mobiles, ce qui est vrai seulement en tout de´but d’interaction. En re´gime stationnaire, l’e´quation
de Poisson et l’e´quation fluide du mouvement e´lectronique permettent d’e´crire :
Esy = −
mec
2
e
∇
√
1 + a2/2, (4.29)
avec a = a0 exp (−y2/W 20 ). Cette e´quation, trace´e en tirets sur la figure 4.42(b), donne un ordre de
grandeur du champ Esy. Elle ne reproduit pas les oscillations du champ simule´, qui re´sultent des
e´carts locaux a` la neutralite´ en charge.
Le champ magne´tostatique conserve une structure relativement re´gulie`re (figure 4.43(a)) malgre´
les modulations de densite´ pre´sentes dans le canal a` 0.3nc. Il est ge´ne´re´ par la population e´lectronique
circulant dans le canal, qui s’apparente aux e´lectrons pre´sente´s sur la figure 4.34(b). On peut
estimer de manie`re simplifie´e le courant d’e´lectrons ge´ne´rant le champ magne´tostatique Bsz , en
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moyennant en temps sur la fre´quence laser l’e´quation de Maxwell-Faraday :
∂Bsz
∂y
= µ0jx. (4.30)
On observe que le champ magne´tique est de la forme (trace´ en figure 4.40(a)) :
Bsz = B0
y
y0
e−(y/y0)
α
, (4.31)
avec α = 4, y0 = 80c/ω0 et B0 = 0.13meω0/e. Le courant se de´duit de l’e´quation (4.31) :
jx =
B0
µ0y0
(
1− α
(
y
y0
)α)
e−(y/y0)
α
, (4.32)
en remarquant que cette forme du courant, conforme´ment a` la simulation, induit un champ
magne´tique nul a` l’exte´rieur du canal puisque
∫∞
−∞ jxdy = 0. Cette estimation du courant a` partir
du champ magne´tique mesure´ se compare bien au courant observe´ en figure 4.41 pour n0 = 0.01nc.
Il est clair que les e´lectrons pre´sents a` l’inte´rieur du canal atteignent facilement une vitesse proche
de c et posse`dent une densite´ faible. Au contraire, le courant sur les parois du canal, correspondant
a` des e´lectrons se propageant selon la direction −x, est constitue´ d’une population peu e´nerge´tique
mais tre`s dense.
(a) (b)
Figure 4.40 – (a) Champ magne´tostatique, (b) courant longitudinal. Les courbes bleues sont des
coupes en x = 750c/ω0 de la simulation de la figure 4.41. Les lignes rouges sont trace´es avec les
e´quations (4.31) et (4.32). I = 1019W/cm2, n0 = 0.01nc et r0 = 16µm.
Une analyse plus approfondie nous apprend qu’environ la moitie´ des e´lectrons pre´sents dans
le canal posse`dent une e´nergie de plus de 5 MeV. Par exemple, pour I = 1019W/cm2 et n0 =
0.3nc, la fraction des e´lectrons ayant une e´nergie infe´rieure a` 5 MeV, n<5 vaut n<5/ncanal =
0.04nc/0.1nc, ncanal e´tant la densite´ des e´lectrons dans le canal. Pour n0 = 0.01nc cette frac-
tion est de n<5/ncanal = 0.0025nc/0.005nc. Le courant jx a` l’origine de la ge´ne´ration du champ
magne´tique est donc duˆ en majorite´ aux e´lectrons acce´le´re´s par beˆtatron ou chauffage stochastique,
dont la mode´lisation est ardue [63, 79, 30]. Certains auteurs donnent des formules pour le champ
magne´tique [80, 81, 48], mais la densite´ du faisceau d’e´lectrons reste un parame`tre libre. On peut
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(a) (b)
Figure 4.41 – (a) Carte du champ statique 〈Bz〉, (b) du courant jx. I = 1019W/cm2, n0 = 0.01nc.
(a) (b)
Figure 4.42 – (a) Carte du champ statique 〈Ey〉. (b) Coupes en x = 750c/ω0 (ligne bleue) du
champ Esy et des densite´s e´lectronique et ionique. La ligne en tirets bleus est trace´e avec l’e´quation
(4.29). I = 1019W/cm2, n0 = 0.01nc.
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(a) (b)
Figure 4.43 – Cartes des champs statiques (a) 〈Bz〉 et (b) 〈Ey〉. I = 1019W/cm2, n0 = 0.3nc.
ne´anmoins donner au champ magne´tique un ordre de grandeur Bsz ≈ eµ0r0nec, qui correspond a`
un faisceau d’e´lectrons de densite´ constante ne et de vitesse c, c’est donc a priori une estimation
par exce`s.
Dans le cas 3D pre´sente´ dans [5] pour n > 0.1nc et I ≈ 1019W/cm2, le canal plasma ne pre´sente
pas l’irre´gularite´ observe´ en 2D pour n > 0.1nc, ce qui peut eˆtre duˆ a` un maillage insuffisant ou a`
une particularite´ de la ge´ome´trie 2D plane.
4.4.2 Couplage laser-plasma
Apre`s nous eˆtre inte´resse´s a` la re´partition des populations e´lectroniques chaudes dans le plasma,
vient naturellement la question de la quantite´ d’e´nergie e´lectronique e´mise vers l’avant lors de
l’interaction. L’e´tude est re´alise´e pour les simulations avec des plasmas de densite´ exponentielle
n(x) = n0 exp(x/l) comme ceux de la figure 4.30. Les densite´s en x = 0 sont de n0 = 0.03−0.1nc et
n0 = 0.1nc, respectivement pour I = 10
19 et 1020W/cm2, avec une tache focale de r0 = 16µm. On se
place donc dans une configuration proche de celle de l’allumage rapide, pour lequel le pre´-chauffage
duˆ aux e´lectrons chauds produits lors du creusement est une des proble´matiques.
Pour rendre compte de l’efficacite´ du couplage entre le laser et le plasma, on comptabilise au
cours du temps l’e´nergie totale Ee des e´lectrons de plus de 100 keV passant par le bord droit de
la boˆıte de simulation avec un angle compris entre −30◦ et +30◦. En pratique, l’e´nergie Ee est la
somme de l’e´nergie de chaque e´lectron ayant traverse´ une surface de controˆle depuis le de´but de la
simulation. Cette surface de controˆle peut soit eˆtre le bord droit du domaine de simulation (c’est
donc un segment), soit la frontie`re du domaine de simulation (un rectangle). Dans ce dernier cas,
les diagnostics de Calder sont tels que seuls les e´lectrons sortants du domaine de simulation sont
comptabilise´s dans le calcul de Ee. Dans le cas du segment, on ne comptabilise que les e´lectrons se
propageant vers la droite.
Seuls les e´lectrons de plus de 100 keV avec une ouverture angulaire infe´rieure a` ±30◦ sont
susceptibles d’atteindre le cœur d’une cible d’allumage rapide [14], et donc de la pre´-chauffer. Les
figures 4.44(a) et 4.44(b) montrent les fonctions de distribution e´lectronique inte´gre´es en temps,
pour I = 1020W/cm2. La premie`re comptabilise les e´lectrons traversant le bord droit de la si-
mulation. La deuxie`me fonction de distribution comptabilise les e´lectrons sortant du domaine
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de simulation. On remarque deux lobes e´lectroniques positionne´s a` ±60◦, dont les e´lectrons ne
risquent pas de se propager dans le cœur dense de la cible. En effet, si on conside`re que la cible
comprime´e a un rayon de 100µm (voir par exemple [14]), alors un e´lectron e´mis depuis l’axe du
laser avec un angle θ, et a` une distance d du bord droit de la simulation, se propage dans la cible si
(d+100µm) tan(θ) < 100µm. Pour θ = 30◦, on a d ≈ 75µm, c’est a` dire que des e´lectrons e´mis avec
un angle supe´rieur a` 30◦ ne se propagent dans la cible que s’ils se situent dans les 75 derniers µm
de notre boˆıte de simulation. Ce calcul est bien suˆr une estimation, et il faudrait en fait prendre
en compte l’extension transverse de la source. Si on refait la meˆme estimation pour un e´lectron
e´mis au bord haut du canal plasma, en r0, alors on obtient d ≈ 100µm. La figure 4.38(c) laisse
cependant supposer qu’un calcul sur l’axe est suffisant.
L’e´nergie Ee est trace´e en figure 4.44(c) en sommant la fonction de distribution montre´e en
figure 4.44(a), pour les e´lectrons dont l’angle d’e´mission est infe´rieur a` ±30◦. Ee est compare´e a`
l’e´nergie laser inte´gre´e en temps, El, pour diffe´rentes simulations. Les e´lectrons qui se propagent
avec une vitesse proche de c (figure 4.38(c)) atteignent en premier le bord droit pour t ≈ Lx/c,
soit 6280ω−10 et 9420ω
−1
0 pour n0 = 0.1nc et n0 = 0.03nc respectivement. Le rapport Ee/El atteint
finalement quelques pourcent de l’e´nergie laser utilise´e pour creuser le canal depuis le de´but de
la simulation. Puisque nous somme en ge´ome´trie 2D plane, nos simulations calculent des e´nergies
line´iques, et c’est pourquoi il est pratique de tracer le rapport Ee/El. On peut estimer l’e´nergie Ee
en la multipliant par une dimension transverse typique, par exemple le waist W0. On obtient :
Ee =
(Ee
El
)
(tf )× El(tf ),
=
(Ee
El
)
(tf )×
∫ tf
0
∫∞
−∞ I exp
[
−2 y
2
W 20
]
dydt×W0,
=
(Ee
El
)
(tf )× tfI
√
pi
2
W 20 ,
(4.33)
ou` tf est le temps total d’interaction. Les simulations sont arreˆte´es au moment ou l’impulsion laser
atteint la densite´ critique, il faut donc prendre la dernie`re valeur atteinte par les courbes de la figure
4.44(c), c’est-a`-dire (Ee/El)(tf ) ≈ 0.025 et 0.006 respectivement pour I = 1019 et 1020W/cm2. Avec
la figure 4.44(c) et la relation pre´ce´dente, on estime Ee ≈ 0.025×366 J ≈ 9.2 J pour I = 1019W/cm2,
et Ee ≈ 0.006 × 1580 J ≈ 9.5 J pour I = 1020W/cm2. L’e´nergie e´lectronique transmise est au
mieux de quelques dizaines de joules. Si l’on associe a` ces e´lectrons une tempe´rature de 1 MeV, et
sachant que la vitesse radiale de nos e´lectrons (introduite par Debayle et al. [15] pour quantifier la
divergence e´lectronique) mesure´e avec les simulations est au maximum de θ ≈ 15◦y[µm]/20, alors
(d’apre`s [14, 15]) l’e´nergie du faisceau d’e´lectrons qui doit cre´er le point chaud est au moins de
quelques dizaines de kilojoules. Le pre´-chauffage de la cible par creusement de canal ne devrait
donc avoir qu’un faible impact sur les conditions d’allumage.
Remarquons que nos fonctions de distribution sont tronque´es en e´nergie. Par exemple la fonc-
tion de distribution de la figure 4.44(a) est tronque´e a` 15 MeV, et il convient donc d’e´valuer si
l’e´nergie situe´e au dela` de 15 MeV peut jouer sur le rapport Ee/El. Pour cela nous avons trace´
en figure 4.45 l’inte´grale en angle des fonctions de distribution des figures 4.44(a) et 4.44(b), et
nous avons approxime´ la queue de la fonction de distribution de 10 a` 15 MeV par une max-
wellienne f(>10MeV) ≈ 0.12 exp(−E/T ), avec T ≈ 8700 keV. On peut alors estimer le rapport∫ 15 MeV
0
fdE /∫∞
15 MeV
0.12 exp(−E/T )dE ≈ 3. Tronquer en e´nergie modifie donc peu le calcul de
Ee/El.
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(a) (b)
(c)
Figure 4.44 – Fonctions de distribution e´lectronique log(fe)/ log(10) en angle (degre´s) et e´nergie
(keV) dans le cas ou` on comptabilise les e´lectrons traversant un segment (a) et un rectangle (b),
inte´gre´es en temps pour I = 1020W/cm2. (c) E´nergie totale des e´lectrons e´mis vers l’avant avec un
angle de ±30◦, rapporte´e a` l’e´nergie laser pour I = 1019W/cm2 et n0 = 0.03nc (bleu), n0 = 0.1nc
(rouge), et pour I = 1020W/cm2, n0 = 0.1nc (noir).
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Figure 4.45 – Fonctions de distribution e´lectronique inte´gre´es en temps pour t = 12980ω−10 ,
I = 1020W/cm2, n0 = 0.1nc dans le cas ou` on comptabilise les e´lectrons traversant un segment
(ligne continue) et un rectangle (tirets). On peut mode´liser les e´lectrons de plus de 10 MeV par
une maxwellienne de tempe´rature T = 8.7 MeV.
4.4.3 Re´sume´
Connaˆıtre les caracte´ristiques (tempe´rature, me´canisme d’acce´le´ration) des e´lectrons chauds
est essentiel pour comprendre comment l’e´nergie du laser est de´ple´te´e. En comparaison, l’e´nergie
ionique, due au potentiel ponde´romoteur du laser et a` l’e´clatement coulombien, est re´siduel et facile
a` estimer [52, 53]. Au contraire, l’acce´le´ration des e´lectrons re´sulte d’un me´canisme complexe de
re´sonance entre la fre´quence d’oscillation d’un e´lectron, le champ magne´tique statique et l’impulsion
laser. L’e´nergie atteinte par ceux-ci reste a` ce jour difficile a` estimer [79, 60].
Nous avons mesure´ la tempe´rature 〈K〉 des e´lectrons chauds pour chaque intensite´, et e´tabli
une loi d’e´chelle reliant l’e´nergie moyenne e´lectronique 〈γ − 1〉 et le potentiel vecteur normalise´ du
laser a : 〈γ − 1〉 ≈√1 + a2/b2−1, ou` b est un parame`tre. Les e´lectrons chauds sont acce´le´re´s dans
le canal par le laser et e´vacue´s au front du canal.
Les champs e´lectrostatique et magne´tostatique associe´s respectivement a` l’expulsion ponde´romotrice
des particules et au courant d’e´lectrons chauds n’adoptent pas le meˆme comportement selon la den-
site´ du plasma. Pour n < 0.1nc les champs statiques et les parois du canal sont lisses et posse`dent
une structure cohe´rente. Pour n > 0.1nc, le champ e´lectrostatique est chahute´ et les parois du
canal sont de´chiquete´s malgre´ la re´gularite´ du laser. Les filaments de densite´ restant en travers du
canal viennent perturber le champ e´lectrostatique. En revanche, le champ magne´tique, aide´ par la
constance du courant e´lectronique, garde une forme cohe´rente.
Nos donne´es des simulations millime´triques reproduisant l’allumage rapide nous permettent
de comptabiliser la fraction d’e´nergie laser convertie en e´lectrons chauds (E > 100keV), pouvant
potentiellement pre´-chauffer la cible d’allumage rapide. En fin d’interaction, lorsque le canal a
atteint la densite´ critique, l’e´nergie des d’e´lectrons chauds ne de´passe pas quelques dizaines de
joules. Le creusement ne pre´sente donc a priori aucun risque de pre´-chauffage sachant qu’une
dizaines de kJ [14, 15] seraient ne´cessaire pour enclencher la re´action de fusion.
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4.5 Mode´lisation de la vitesse de propagation
Dans la section 4.3.2 nous avons mesure´ la vitesse de propagation de l’impulsion laser dans un
plasma, et nous allons maintenant essayer de construire un mode`le reproduisant les observations.
Les vitesses que nous mesurons sont bien infe´rieures a` la vitesse de groupe line´aire vg, ce qui
traduit l’absorption e´leve´e du laser par le plasma (section 4.4). Rappelons que nous mesurons la
vitesse de creusement a` partir des variations de densite´ du plasma, et non directement la vitesse de
propagation de l’impulsion laser. Cependant ces deux grandeurs sont e´quivalentes puisque l’impul-
sion laser qui nous inte´resse est contenue dans le canal. On observe toujours qu’une petite partie
de l’impulsion laser de basse intensite´, appele´e pre´curseur, devance la formation du canal en se
propageant a` la vitesse de groupe. L’effet de ce pre´curseur sur le plasma est infe´rieur a` notre limite
de de´tection, si bien qu’on mesure la vitesse de propagation non-line´aire de l’impulsion laser. Ainsi,
la vitesse de propagation que nous mesurons s’apparente a` la vitesse du signal.
Pour de´terminer la vitesse de creusement, il est possible d’e´tablir un bilan d’e´nergie au niveau
du front, c’est-a`-dire la` ou` l’intensite´ laser de´croˆıt brutalement. On effectue le bilan sur le volume
ϑ repre´sente´ sur les figures 4.46(a), 4.47 et 4.48, de´limite´ par la surface Σ (qui ici est un rectangle
entourant le front). On obtient alors, sous certaines hypothe`ses explicite´es ci-dessous [82, 83, 32, 84],
une relation du type :
vf ∝ ∆Sk + ∆Sem
∆Uk + ∆Uem
, (4.34)
ou` vf est la vitesse du front, et ou` les indices k et em de´notent les quantite´s cine´tique et e´lectromagne´tique
(comprenant les champs statiques). Pour obtenir cette relation, que nous de´montrons apre`s avoir
de´fini ∆S et ∆U , il faut comptabiliser la variation d’e´nergie dans le volume ϑ entre deux instants
t1 et t2 = t1 + dt. On conside`re que le front du canal se comporte comme un choc, et qu’on peut
de´finir se´pare´ment les e´nergies a` gauche (exposant −) et a` droite (exposant +) du front.
∆S est la somme des flux de densite´ d’e´nergie surfacique pris sur la surface d’inte´gration Σ
(figures 4.46(a), 4.47 et 4.48), c’est-a`-dire :
∆Sk =
1
Σ
∫
Σ
∫ ∞
−∞
[(γk − 1)fk−→vkdpk] · −→dΣ, (4.35)
∆Sem =
1
Σ
∫
Σ
−→P · −→dΣ, (4.36)
ou`
−→P est le vecteur de Poynting. Chacune de ces quantite´s peut se de´composer sur les surfaces de Σ,
de´note´es par −x, +x, −y et +y (voir le sche´ma 4.46(a)), on note alors ∆S = S−x+S+x+S−y+S+y.
Le flux entrant est compte´ positivement, autrement dit d
−→
Σ est oriente´ vers l’inte´rieur du volume.
∆U est la diffe´rence entre les densite´s d’e´nergies a` gauche (exposant −) et a` droite (exposant
+) du front, c’est-a`-dire :
∆Uk =
1
ϑ−
∫
ϑ−
∫ ∞
−∞
(γk − 1)fkdpdϑ− − 1
ϑ+
∫
ϑ+
∫ ∞
−∞
(γk − 1)fkdpdϑ+ = U−k − U+k , (4.37)
∆Uem =
1
ϑ−
∫
ϑ−
(
0
2
E2 +
1
2µ0
B2
)
dϑ− − 1
ϑ+
∫
ϑ+
(
0
2
E2 +
1
2µ0
B2
)
dϑ+ = U−em − U+em, (4.38)
avec ϑ− et ϑ+ les volumes a` gauche et a` droite du front, ils ve´rifient ϑ = ϑ+ + ϑ−.
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On peut maintenant obtenir la relation (4.34). L’e´nergie E contenu dans le volume ϑ, suppose´
inde´pendant du temps, aux instants t1 et t2 = t1 + dt s’e´crit :
E(t1) = U−(t1)ϑ−(t1) + U+(t1)ϑ+(t1), (4.39)
E(t2 = t1 + dt) = U−(t2)ϑ−(t2) + U+(t2)ϑ+(t2), (4.40)
ou` nous avons note´ U = Uk + Uem pour simplifier les notations. La variation d’e´nergie entre t1 et
t2 s’e´crit, en supposant un re´gime stationnaire, c’est-a`-dire U
−(t1) = U−(t2) = U− et U+(t1) =
U+(t2) = U
+ :
dE = E(t2)− E(t1) =
[
U−ϑ−(t2)− U−ϑ−(t1)
]
+
[
U+ϑ+(t2)− U+ϑ+(t1)
]
, (4.41)
= U−
[
ϑ−(t2)− ϑ−(t1)
]
+ U+
[
ϑ+(t2)− ϑ+(t1)
]
, (4.42)
= U−dϑ− + U+dϑ+. (4.43)
La variation de volume a` gauche du front est l’oppose´e de la variation de volume a` droite, puisque
que l’on suppose dϑ = 0, on a donc dϑ− = −dϑ+. De plus la variation d’e´nergie dE est e´gale au flux
d’e´nergie a` travers la surface Σ pendant dt, c’est-a`-dire dE = ∆SdtΣ. Au final, nous obtenons :
dE = ∆SdtΣ = U−dϑ− + U+dϑ+ = ∆Udϑ−, (4.44)
soit :
dϑ−
Σdt
=
∆Sk + ∆Sem
∆Uk + ∆Uem
. (4.45)
Dans l’hypothe`se ou` le front du canal est un segment oriente´ selon y et occupant toute la largeur Σ−x
du volume ϑ, ce qui revient a` un creusement 1D, nous pouvons e´crire dϑ− = Σ−xvfdt. L’e´quation
pre´ce´dente devient alors :
vf =
Σ
Σ−x
∆Sk + ∆Sem
∆Uk + ∆Uem
. (4.46)
Avec cette dernie`re relation la vitesse du front semble de´pendre des dimensions du volume ϑ sur
lequel nous faisons notre bilan, ce qui serait proble´matique. Pour nous convaincre que ce n’est pas
le cas nous allons calculer les quantite´s ∆S et ∆U de manie`re simplifie´e.
La figure 4.47 permet de comparer les flux Sk longitudinaux et transverses pour les ions et
les e´lectrons, dans le cas d’une impulsion laser d’intensite´ I = 1019W/cm2 et de tache focale
r0 = 16µm creusant un plasma homoge`ne de densite´ n0 = 0.3nc. De meˆme, la figure 4.48 permet
de comparer les quantite´s Uk, Uem, et Uem,s (pour le champ magne´tique statique). Le volume ϑ
est repre´sente´ sur chaque figure (rectangle noir), et les volumes ϑ− et ϑ+ sont se´pare´s par la ligne
en tirets place´e en x = 1521c/ω0. La surface Σ de´limitant notre bilan d’e´nergie est un rectangle
constitue´ des surfaces Σ−x, Σ+x, Σ−y, Σ+y. Les dimensions du volume sont : Σ = 5202c/ω0,
Σ−x = Σ+x = 799c/ω0 et Σ−y = Σ+y = 1802c/ω0. Les quantite´s a` e´valuer sont re´sume´es sur la figure
4.46(a), et calcule´es en de´tail dans le tableau 4.8. Nous ne disposons pas du flux e´lectromagne´tique
Sem comme diagnostic dans Calder. On estime donc Sem a` partir de Uem, en prenant soin que la
surface Σ−x soit suffisamment loin du front du canal pour que le canal soit presque vide et garantir
Sem ≈ cUem. La re´flection du laser est donc suppose´e nulle. Le tableau 4.8 re´sume les quantite´s
U et S que nous avons calcule´es nume´riquement sur le volume ϑ des figures 4.47 et 4.48. Nous
pouvons maintenant faire un calcul pre´cis, qui donne :
vf ≈ c5202
799
× 0.02 + 7.65 · 10
−5 + 0.023
0.33 + 0.0742 + 0.06 + 0.055
≈ 0.54c, (4.47)
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U-em
U+e
S-xe
S-xem
S+xe
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U-e
Parois du canal
: flux de densité d’énergie,
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U+em
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(a)
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chauds
Ions
vi
Laser
Λ
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Σ
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Figure 4.46 – (a) Sche´ma du bilan d’e´nergie et (b) sche´ma du canal ide´al.
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ce qui surestime la valeur mesure´e de Vc ≈ 0.3c, mais reste ne´anmoins assez proche compte tenu
des fluctuations observe´es lors du creusement et de l’hypothe`se de creusement 1D. Nous avons
conside´re´ ici que le laser se propage avec une vitesse tre`s proche de c. La forme line´aire de la vitesse
de groupe vg = c
√
1− ne
nc
, ou la variante relativiste c
√
1− ne√
1+a20/2nc
nous semble ici mal adapte´
e´tant donne´ le chauffage e´leve´ et non-line´aire des e´lectrons. En effet les tempe´ratures observe´es
(donne´es par le tableau 4.6) laissent a` penser que le comportement des e´lectrons devient, apre`s
chauffage, inde´pendant du champ laser, d’ou` l’impertinence de ces formules.
U−e 0.42 U
−
i 0.0751 U
−
em 0.065 U
−
em,s 0.055
U+e 0.094 U
+
i 9 · 10−4 U+em 0.005 U+em,s 3.45 · 10−4
∆Ue 0.33 ∆Ui 0.0742 ∆Uem 0.06 ∆Uem,s 0.055
S−xe 0.022 S
−x
i 7.65 · 10−5 S−xem 0.026
S+xe -0.006 S
+x
i −3.5 · 10−9 S+xem −7 · 10−4
S−ye -0.0087 S
−y
i −3.6 · 10−8 S−yem -0.0012
S+ye -0.0045 S
+y
i −3.7 · 10−8 S+yem -0.0012
∆Se 0.02 ∆Si 7.65 · 10−5 ∆Sem 0.023
Table 4.8 – Quantite´s U(ncmec
2) et S(ncmec
3) calcule´es avec les figures 4.47 et 4.48, et servant
a` estimer (4.47).
On peut maintenant e´tablir quelques approximations, et essayer de de´terminer une formule
approche´e avec un sens physique acceptable. Dans la mode´lisation qui suit, et avec les re´sultats du
tableau 4.8, on conside`re que le laser, entrant en −x, est totalement absorbe´ durant l’acce´le´ration
des e´lectrons et le creusement du canal, ce qui implique S+xem = S
±y
em ≈ 0 et U+em ≈ 0, soit ∆Sem =
S−xem et ∆Uem = U
−
em. Le flux ionique est presque exclusivement transverse, et on choisit Σ de telle
sorte qu’aucun ion ne la traverse, on a donc ∆Si ≈ 0. Dans ce cas pre´cis (tableau 4.8) on constate
que le flux d’e´lectrons sortant par les surfaces +x et ±y est ne´gligeable devant le flux d’e´lectrons
entrant S−xe , ce qui est e´galement le cas pour les autres simulations.
Nous allons conside´rer un canal ide´alise´ repre´sente´ sur le sche´ma 4.46(b). Le faisceau d’e´lectrons
chauds, qui se propage a` c, est de dimension Λ−× 2W et densite´ constante, Λ− est la longueur de
ϑ− qui ve´rifie ϑ− = Λ− × Σ−x. Les ions et les e´lectrons froids sont e´vacue´s sur la largeur du canal
2W , on compte WΛ−n0 ions sur chaque paroi. Le canal est rempli de 2WΛ−n0 d’e´lectrons chauds
a` la tempe´rature 〈K〉. On suppose aussi que l’impulsion laser, de profil gaussien et de waist W ,
garde une largeur constante jusqu’au front du canal. La de´ple´tion du laser est donc ne´glige´e.
On remarque a` l’aide des simulations que :
U−e ≈ n0 〈K〉
2WΛ−
ϑ−
, (4.48)
ou` 〈K〉 est l’e´nergie moyenne des e´lectrons chauds, telle que nous l’avons de´finie et mesure´e en
section 4.4. La loi d’e´chelle (4.48) a` l’avantage de donner la de´pendance de U−e en densite´. Sachant
que ϑ− = Λ− × Σ−x, on estime avec W ≈ 50c/ω0, U−e ≈ 0.3 × 7500511 × 2×100799 ncmec2 ≈ 0.55ncmec2,
ce qui est proche du re´sultat nume´rique U−e ≈ 0.42ncmec2 du tableau 4.8. Le flux e´lectronique
∆Se ≈ S−xe s’e´crit, en supposant simplement que les e´lectrons se propagent a` c :
S−xe ≈ n0 〈K〉 c
2W
Σ
. (4.49)
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(a) (b)
(c) (d)
Figure 4.47 – Flux de densite´ d’e´nergie (a)-(b) e´lectronique et (c)-(d) ionique, (a)-(c) longitudi-
naux et (b)-(d) transverses. Le volume ϑ est de´limite´ par la surface Σ trace´e en traits continus
noirs. Les volumes ϑ− et ϑ+ sont se´pare´s par la ligne en tirets noirs, place´e en x = 1521c/ω0.
I = 1019W/cm2, n0 = 0.3nc, et r0 = 16µm.
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(a) (b)
(c) (d)
(e)
Figure 4.48 – Densite´ (a) ionique, et densite´ d’e´nergie (b) e´lectronique, (c) ionique, (d) e´lectrique
a2/2 (unite´ (meω0c/e)
2), et (e) magne´tique statique (Bsz)
2/2 (unite´ (meω0/e)
2). Le volume ϑ est
de´limite´ par la surface Σ trace´e en traits continus noirs. Les volumes ϑ− et ϑ+ sont se´pare´s par la
ligne en tirets noirs, place´e en x = 1521c/ω0. I = 10
19W/cm2, n0 = 0.3nc, et r0 = 16µm.
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On peut estimer la densite´ d’e´nergie ionique ∆Ui ≈ U−i en supposant que les ions sont acce´le´re´s
jusqu’a` atteindre la vitesse acoustique ionique vi = cs =
√
kBTe/mi, due au me´canisme de creuse-
ment expose´e en section 3.2. L’e´nergie d’expulsion des ions s’e´crit alors, en re´gime non-relativiste
et en approximant la tempe´rature e´lectronique par le potentiel ponde´romoteur [26] :
mi
v2i
2
=
mec
2
2
√
1 +
a20
2
. (4.50)
Si on suppose que l’impulsion laser de largeur 2W expulse tous les ions avec une vitesse vi, alors
la densite´ d’e´nergie ionique s’e´crit :
U−i ≈ n0mi
v2i
2
2WΛ−
ϑ−
≈ n0mec
2
2
√
1 +
a20
2
2WΛ−
ϑ−
. (4.51)
L’e´quation pre´ce´dente donne une estimation proche de la simulation (tableau 4.8) U−i ≈ 0.08ncmec2,
avec n0 = 0.3nc, a0 = 2.7 et W = 100c/ω0. En re´sume´, n0 × 2WΛ− e´lectrons occupent le ca-
nal avec une e´nergie moyenne 〈K〉, et chaque paroi du canal contient n0 ×WΛ− ions d’e´nergie
miv
2
i /2. Ce courant d’e´lectrons chauds
−→
jc = jc
−→ex ge´ne`re e´videmment un champ magne´tique sta-
tique
−→
Bs = Bs−→ez . Comme nous l’avons montre´ en section 4.4, on peut relier le courant au champ
magne´tique par :
∂Bs
∂y
= µ0jc, (4.52)
soit, sous nos hypothe`ses :
jc = −ebn0c, si −W ≤ y ≤ W , et 0 sinon, (4.53)
Bs = µ0jcy, (4.54)
ou` Bs(y = 0) = 0 et b est un parame`tre libre que nous fixons pour faire correspondre jc et la
simulation. Le champ magne´tique est donc une fonction line´aire de y. En unite´ du code Bs vaut
au maximum (n0/nc)(Wω0/c)meω0/e, soit 30meω0/e pour n0 = 0.3nc et W = 100c/ω0. Ce qui
surestime d’un facteur 30 le champ magne´tique calcule´ par la simulation en figure 4.48(e). Il est
donc ne´cessaire de re´e´valuer jc en fixant b ≈ 0.04. Il est maintenant facile de calculer la composante
de ∆Uem,s ≈ U−em,s associe´e au champ magne´tique Bs. On a :
U−em,s =
∫ W
−W
(µ0jcy)
2
2µ0
dy
Λ−
ϑ−
, (4.55)
=
µ0j
2
cW
3
3
Λ−
ϑ−
. (4.56)
La composante de ∆Sem associe´e au champ magne´tique B
s est nulle puisque le vecteur de Poynting
d’un champ statique est nul.
Il nous reste a` calculer ∆Uem ≈ U−em et ∆Sem ≈ S−xem . Sachant que le laser posse`de un profil
gaussien :
U−em ≈
1
ϑ−
∫ Σ−x/2
−Σ−x/2
a2(y)
2
dyncmec
2 ≈ a
2
0
2
√
pi
2
erf
(
Σ−x√
2W
)
ncmec
2WΛ
−
ϑ−
, (4.57)
S−xem ≈
1
Σ
∫ Σ−x/2
−Σ−x/2
a2(y)
2
dyncmec
3 ≈ a
2
0
2
√
pi
2
erf
(
Σ−x√
2W
)
ncmec
3W
Σ
, (4.58)
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ou` erf(x) = 2√
pi
∫ x
0
e−t
2
dt est la fonction erreur. En injectant les relations pre´ce´dentes dans (4.46),
on obtient :
vf ≈ Σ
Σ−x
S−xem + S
−x
e
U−em + U−em,s + U
−
i + U
−
e
, (4.59)
≈ Σ
Σ−x
a20
2
√
pi
2
erf
(
Σ−x√
2W
)
ncmec
3W
Σ
+ n0 〈K〉 c2W
Σ
a20
2
√
pi
2
erf
(
Σ−x√
2W
)
ncmec2
WΛ−
ϑ−
+
µ0j
2
cW
3
3
Λ−
ϑ−
+ n0 〈K〉 2WΛ
−
ϑ−
+ n0mi
v2i
2
2WΛ−
ϑ−
,
(4.60)
soit, en utilisant ϑ− = Λ− × Σ−x :
vf ≈
a20
2
√
pi
2
erf
(
Σ−x√
2W
)
ncmec
3 + 2n0 〈K〉 c
a20
2
√
pi
2
erf
(
Σ−x√
2W
)
ncmec2 +
µ0j
2
cW
2
3
+ 2n0 〈K〉+ n0miv2i
. (4.61)
Il faut maintenant rappeler que nous avons ne´glige´ les flux transverses dans le calcul de ∆S, ce qui
revient a` e´loigner les surfaces ±y, ou plus formellement a` faire tendre Σ−x vers +∞. La relation
pre´ce´dente nous donne donc, en se rappelant que lim
x→+∞
erf(x) = 1 :
vf ≈
a20
2
√
pi
2
ncmec
3 + 2n0 〈K〉 c
a20
2
√
pi
2
ncmec2 +
µ0j
2
cW
2
3
+ 2n0 〈K〉+ n0miv2i
, (4.62)
≈ c
1 + 4
√
2
pi
n0
nc
〈K〉
a20mec
2
1 +
2
3a20
√
2
pi
(
b
n0
nc
2piW
λ0
)2
+ 4
√
2
pi
n0
nc
〈K〉+mi v
2
i
2
a20mec
2
. (4.63)
On est donc rassure´ de voir que vf ne de´pend pas des dimensions de ϑ.
Remarquons tout de suite que le terme issu du champ magne´tostatique 2
3a20
√
2
pi
(
b
n0
nc
2piW
λ0
)2
est
ge´ne´ralement ne´gligeable devant 4
√
2
pi
n0
nc
〈K〉+miv2i /2
a20mec
2 . De plus nous avons conside´re´ ici le potentiel
vecteur normalise´ pris a` l’entre´e du plasma a0. Or a` l’entre´e du plasma le flux e´lectronique est nul
car le laser n’a pas eu le temps d’acce´le´rer les e´lectrons. Si on choisi Σ−x suffisamment a` gauche
du plasma, cette condition est ve´rifie´e. En ne´gligeant S−xe devant S
−x
em , il vient :
vf ≈ c
(
1 + 4
√
2
pi
n0
nc
〈K〉+mi v
2
i
2
a20mec
2
)−1
, (4.64)
ou` on a e´galement ne´glige´ U−em,s.
La figure 4.49 trace les vitesses de creusement observe´es en section 4.3.2 et l’e´quation (4.64)
avec 〈K〉 /2 et 2 〈K〉, pour rendre compte de la sensibilite´ de notre formule a` ce parame`tre essen-
tiel. L’e´quation (4.64) reproduit bien les re´sultats pour I = 1018 et 1019W/cm2 mais surestime
grandement Vc pour I = 10
20W/cm2.
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Enfin, remarquons que notre mode´lisation de vf n’est plus valable lorsque n s’approche de γnc.
En effet, le mode`le que nous avons de´veloppe´ conside`re que la re´flection du laser est nulle, ce qui
devient faux en γnc ou` l’impulsion laser est presque totalement re´fle´chie. Dans ce cas, on aurait
S−xem = 0, et la vitesse du front s’apparente alors a` la loi d’e´chelle ponde´romotrice de Wilks [26], en
ce sens qu’elle repose uniquement sur le flux de particules Sk.
(a) I = 1018W/cm2 (b) I = 1019W/cm2
(c) I = 1020W/cm2
Figure 4.49 – Vitesses de creusement selon la loi d’e´chelle (4.12) (bleu), et selon l’e´quation (4.64)
(lignes rouges et tirets avec 〈K〉 /2 et 2 〈K〉). Les mesures de la vitesse sont trace´es en noir pour
r0 = 4µm (ronds) et r0 = 16µm (diamants).
L’estimation que nous venons d’obtenir repose sur de nombreuses approximations grossie`res.
Il est e´videmment possible de raffiner le mode`le en changeant la forme du canal (par exemple en
prenant un triangle, ce qui ne´cessite la mode´lisation de l’expansion radiale des parois du canal),
ou en reliant de manie`re auto-consistante le champ magne´tique statique Bs, le courant jc et la
de´ple´tion du champ e´lectrique laser due a` l’acce´le´ration des e´lectrons.
La vitesse de creusement vf (e´quation (4.64)), peut eˆtre utilise´e pour de´terminer la distance
de dissipation, Ld, de l’impulsion laser. Elle correspond a` la distance pour laquelle l’e´nergie de
l’impulsion laser s’est comple`tement dissipe´e dans le plasma. Une des applications possibles est
l’acce´le´ration de protons par la me´thode de´crite par Bulanov et al. [82] et d’Humie`res [85]. Les
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auteurs font interagir une impulsion laser avec un plasma homoge`ne dans les conditions de trans-
parence induite, c’est-a`-dire avec n0 <
√
1 + a20/2nc, cre´ant ainsi un canal sur toute l’e´paisseur
du plasma. Un jet d’e´lectrons est alors expulse´ en face arrie`re de la cible, ge´ne´rant un champ
e´lectrostatique suffisamment e´leve´ pour acce´le´rer les protons du canal. Bulanov et al. [82] ont
montre´ a` l’aide de nombreuses simulations que l’e´paisseur optimale du plasma correspond a` la
distance de dissipation Ld de l’impulsion laser.
On conside`re un plasma homoge`ne s’e´tendant de x = 0 a` x = ∞, l’espace x < 0 e´tant
vide. L’e´nergie e´lectromagne´tique contenu dans le canal a` un instant t est proportionnelle a` la
 longueur de l’impulsion laser L :
L = vf t− (ct− cτL), (4.65)
ou` τL est la dure´e initiale de l’impulsion laser, vf t est la longueur du canal, et ct−cτL est l’abscisse de
l’arrie`re de l’impulsion laser, qui se propage a` la vitesse c dans le canal. L’e´nergie e´lectromagne´tique
est donc comprise entre x = ct − cτL et x = vf t. La relation pre´ce´dente suppose que l’e´nergie de
l’impulsion laser n’est dissipe´e qu’au front du canal, de telle sorte son profil transverse est le meˆme
de x = 0 jusqu’a` x = vf t. La distance de dissipation Ld correspond au temps tf pour lequel L = 0 :
Ld = vf tf =
vfτL
1− vf
c
= cτL
(
4
√
2
pi
n0
nc
〈K〉+mi v
2
i
2
a20mec
2
)−1
. (4.66)
Remarquons que dans la plupart des cas, l’acce´le´ration de protons en plasma sous-dense fait
intervenir des impulsions laser de dure´e infe´rieure a` 100 fs et d’intensite´ supe´rieure a` 1020W/cm2. La
validite´ de nos lois d’e´chelle, sur lesquelles repose vf , est donc marginale dans ces re´gimes. En effet,
la dure´e de l’impulsion laser est du meˆme ordre de grandeur que la phase transitoire de creusement,
qui est d’environ 150 fs. La distance de dissipation de´duite des simulations par Bulanov et al. est
proportionnelle a` n−0.65, alors que la vitesse de creusement (4.64) donne Ld ∝ n−1. Soulignons
que Bulanov et al. travaillent avec un laser d’intensite´ 1023W/cm2 et de dure´e ≈ 30 fs, ce qui est
tre`s e´loigne´ des re´gimes que nous avons e´tudie´s et peut expliquer cette diffe´rence. En revanche, la
distance de dissipation obtenue par d’Humie`res est proportionnelle a` n−1, conforme´ment a` notre
mode`le. Ce qui est rassurant sachant que ce dernier utilise, certes, des impulsions courtes d’environ
≈ 30 fs, mais d’intensite´ ≈ 1020W/cm2, dans notre plage de parame`tres.
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Chapitre 5
Conclusions
Les re´sultats obtenus dans cette partie doivent beaucoup aux moyens de calculs nume´riques
intensifs mis en œuvre par le CEA (CCRT, TGCC) mais ausi par le CINES (calculateur Jade).
Au de´but de cette the`se, en octobre 2009, les calculateurs posse´dant la puissance ne´cessaire pour
simuler des plasmas millime´triques e´tait courants depuis quelques anne´es. Jusqu’alors, dans les
anne´es 90 et de´but 2000, il e´tait presque impossible de simuler la propagation d’une impulsion
laser dans un plasma aussi long sans rencontrer des proble`mes de chauffage nume´rique. Meˆme les
premie`res simulations de Li et al. en 2008 [5] sont effectue´es avec seulement 1 particule par maille.
Les simulations de ce manuscrit ne brillent pas non plus par leur stabilite´ nume´rique, qui reste
marginale. Ne´anmoins, nous avons montre´ qu’il est possible d’e´tudier la propagation d’une impul-
sion laser dans un plasma millime´trique et inhomoge`ne, reproduisant les conditions de l’allumage
rapide, en re´duisant le proble`me a` des plasmas homoge`nes d’une centaines de microme`tres. L’e´tude
de ces plasmas courts a un double avantage : les simulations sont plus facilement re´alisables et
travailler avec des plasmas homoge`nes simplifie l’interpre´tation.
Nous avons ainsi pu analyser le creusement du canal en effectuant un grand nombre de simu-
lations, en faisant varier l’intensite´ du laser (de I = 1018, 1019 et 1020W/cm2), sa tache focale
(r0 = 4 ou 16µm), et la densite´ du plasma (de n0 = 0.01nc a` 0.9nc). Nous avons identifie´ et classe´
les comportements du canal (bifurcations, reptation, propagation guide´e), ce qui nous permet de
pre´voir le type de creusement en calculant des nombres adimensionne´s (η, ρ, ξ, nrel) de´pendant de
I, r0 et n0. Les comportements que l’on observe peuvent eˆtre transpose´s pour les plasmas inho-
moge`nes. Plusieurs simulations de tailles millime´triques, reproduisant les conditions de l’allumeur
rapide, ont e´te´ effectue´es avec des intensite´s de I = 1019 et 1020W/cm2.
Nous avons e´galement mesure´ la vitesse d’avancement du front du canal, Vc (appele´e vitesse
de creusement), pour chaque simulation. On obtient une loi d’e´chelle du type Vc = V0(nc/n0)
α ou`
V0 et α > 0 sont des parame`tres. Cette loi d’e´chelle peut s’appliquer aux plasmas inhomoge`nes
et eˆtre utilise´e pour pre´voir la position du canal en fonction du temps. Une application directe
est l’e´tape de creusement de canal de l’allumage rapide ou` une des proble´matiques est de creuser
jusqu’a` la densite´ critique avec le moins d’e´nergie possible. En utilisant la loi d’e´chelle on peut
calculer cette e´nergie et on en de´duit qu’il faut mieux utiliser une impulsion laser moins intense,
mais plus longue, pour e´conomiser de l’e´nergie.
Les e´lectrons chauds (> 100keV) produits lors du creusement et le champ magne´tique statique
associe´ ont e´te´ e´tudie´s. Ils sont d’inte´reˆts pour l’allumage rapide, en raison du risque de pre´-
chauffage de la cible, mais aussi pour d’autres applications comme la production de rayonnement
X multi-MeV. La` aussi une loi d’e´chelle a e´te´ e´tablie. Elle relie l’e´nergie moyenne e´lectronique
locale 〈γ − 1〉 au potentiel vecteur normalise´ a, 〈γ − 1〉 ≈√1 + a2/b2 − 1 ou` b est un parame`tre.
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Les simulations millime´triques nous permettent de comptabiliser les e´lectrons chauds e´mis lors
du creusement. On en conclut que celui-ci ne ge´ne`re pas suffisamment d’e´lectrons chauds pour
pre´-chauffer de manie`re compromettante la cible d’allumage rapide.
L’e´tude de la tempe´rature des e´lectrons chauds et des caracte´ristiques du canal permettent de
de´river grossie`rement la vitesse de creusement. Un telle approche fait e´cho a` des e´tudes ante´rieures
[83, 32], mais applique´e ici au re´gime de creusement, ouvre la porte a` des mode´lisation plus pousse´es
et auto-consistantes de la vitesse de creusement.
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Troisie`me partie
Propagation a` intensite´ mode´re´e :
diffusion Raman arrie`re stimule´e
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Chapitre 6
Physique de la diffusion Raman stimule´e
Dans cette seconde partie du manuscrit, on e´tudie la saturation de l’instabilite´ Raman arrie`re
dans un cadre non-relativiste conforme a` celui de la fusion par confinement inertiel, ou` les intensite´s
laser utilise´es sont de l’ordre de 1014−15W/cm2, soit un potentiel vecteur normalise´ largement
infe´rieur a` 1, de l’ordre de a0 ≈ 0.003 − 0.0094. Dans la suite, on ne conside`re que le Raman
arrie`re, sauf mention contraire.
Ce chapitre fournit les notions physique utiles a` la compre´hension du chapitre suivant. Le
but de cette partie est l’e´tude des me´canismes de saturation de l’instabilite´ Raman, dont on
rappelle en section 6.1 les notions physiques de base et quelques formules utiles (taux de croissance,
conditions de re´sonance). Pour en e´tudier la saturation, nous nous appuyons en partie sur la the´orie
adiabatique, qui permet notamment de calculer la fonction de distribution e´lectronique re´sultant
de l’action, sur le plasma, d’une onde plasma qui croˆıt lentement (le taux de croissance de l’onde
est tre`s petit devant la fre´quence plasma), et d’en de´duire le de´calage en fre´quence non-line´aire
de cette onde [86]. Un tel calcul a de´ja` e´te´ effectue´e par Krapchev et Ram [87], et d’une manie`re
un peu diffe´rente par Be´nisti et Gremillet [88]. La pertinence d’une telle approche est discute´e
dans le chapitre suivant. Dans la section 6.2 on pre´sente le calcul de la fonction de distribution
adiabatique. Enfin, on passe en revue en section 6.3 quelques re´sultats sur la saturation d’une onde
plasma.
6.1 Diffusion Raman stimule´e
Dans sa version la plus simple, la diffusion Raman stimule´e dans un plasma est le re´sultat
d’un couplage non-line´aire a` 3 ondes (figure 6.1) entre le faisceau laser (l’onde pompe, indice l),
l’onde e´lectromagne´tique diffuse´e (l’onde fille, indice s), et l’onde e´lectrostatique (onde plasma
e´lectronique ou de Langmuir, indice pe). L’onde pompe induit, au premier ordre, l’oscillation des
e´lectrons avec une vitesse −→v0 = −e−→El/meωl, ou` −→El = El−→ey est le champ e´lectrique de l’onde
pompe. La perturbation de densite´ δn se combine avec l’oscillation des e´lectrons pour donner lieu
a` un courant non-line´aire −eδn−→v0 selon −→ey . Quand la fre´quence et le nombre d’onde de ce courant
satisfont la relation de dispersion de l’onde e´lectromagne´tique fille, celle-ci est excite´e par re´sonance.
En retour, l’onde fille et l’onde pompe exercent une force −→v0×−→Bs = v0Bs−→ex sur les e´lectrons avec la
fre´quence et le nombre d’onde de l’onde plasma, l’amplifiant d’avantage. Ce processus peut donner
lieu a` la croissance simultane´e d’une onde plasma et d’une onde e´lectromagne´tique diffuse´e de
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Onde pompe
Onde fille 
Onde plasma 
Figure 6.1 – Sche´ma de la diffusion Raman stimule´e. L’onde pompe e´lectromagne´tique (ωl, kl) se
de´compose en une onde e´lectromagne´tique fille (ωs, ks) et en une onde plasma (ωpe, kpe).
grande amplitude.
Dans cette the`se on s’inte´resse exclusivement au cas ou` l’onde fille est e´mise dans le sens oppose´
au vecteur d’onde de l’onde pompe, on parle alors de diffusion Raman arrie`re. Notre ge´ome´trie est
unidimensionnelle. Les conditions de re´sonance entre ces trois ondes s’e´crivent :
−→
kl =
−→
ks +
−→
kpe, (6.1)
ωl = ωs + ωpe. (6.2)
Ces relations, combine´es aux relations de dispersion des ondes e´lectromagne´tiques suffisent pour ob-
tenir une bonne approximation des nombre d’onde et fre´quence de l’onde fille. Les effets cine´tiques
sont faibles lorsque la vitesse de phase de l’onde plasma vφ = ωpe/kpe est grande devant la vitesse
thermique e´lectronique vte. En effet, la fonction de distribution est perturbe´e par l’onde plasma
autour de vφ, donc lorsque vφ/vte est grand, celle-ci est peu affecte´e. Par ailleurs, e´tant donne´ que
vφ/vte  1 lorsque kpeλD  1, kpeλD est un parame`tre important qui permet de quantifier les
effets cine´tiques. La relation de Bohm et Gross [23] se re´duit alors a` ω2pe = ω
2
p(1 + 3k
2
peλ
2
D) ≈ ω2p.
En manipulant les relations de dispersion e´lectromagne´tique sous l’hypothe`se ωpe ≈ ωp, on obtient
une approximation du nombre d’onde ks :
ksλD ≈ vte
c
√(
ωl
ωp
− 1
)2
− 1. (6.3)
Ainsi, pour le Raman arrie`re kpe = kl + ks, on obtient kpeλD ≈ 0.3076, 0.3768 et 0.4864 respective-
ment pour Te = 2, 3 et 5 keV et 0.1nc. Remarquons qu’on a ωs > ωp et ωpe > ωp, donc ωp/ωl < 0.5,
soit ne/nc < 0.25. L’instabilite´ Raman ne peut exister que pour une densite´ plasma infe´rieure a`
0.25nc.
On peut estimer le taux de croissance cine´tique par un calcul line´aire, dans le cas ou` les trois
ondes sont monochromatiques et ou` l’onde pompe n’est pas de´ple´te´e, on obtient la relation de
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Figure 6.2 – Taux de croissance de l’instabilite´ Raman arrie`re calcule´ en re´solvant nume´riquement
la relation de dispersion (6.4) pour I = 1015W/cm2, n = 0.1nc et λ0 = 0.351µm. Les maxima sont
atteints en kpeλD ≈ 0.2965, 0.357 et 0.44825 respectivement pour Te = 2, 3 et 5 keV. Le taux de
croissance ΓLRam (e´quation (6.7)) est trace´ en croix noires.
dispersion de l’instabilite´ Raman [16] :
ω2s − ω2p − k2sc2 = −
χ
1 + χ
(kpeca0)
2
4
, (6.4)
ou` χ est la susceptibilite´ e´lectronique line´aire de´finie par (voir e´quation (2.38)) :
χ = − ω
2
p
2k2pev
2
te
Z ′
[
ωpe√
2kpevte
]
. (6.5)
avec ω2p = n0e
2/0me. La re´solution nume´rique de la relation de dispersion (6.4) permet d’obtenir
le nombre d’onde et la fre´quence de l’onde plasma associe´s au taux de croissance maximal (figure
6.2). On obtient des valeurs le´ge`rement diffe´rentes de l’estimation fluide pre´ce´dente, on a kpeλD ≈
0.2965, 0.357 et 0.44825 respectivement pour Te = 2, 3 et 5 keV et I = 10
15W/cm2, n = 0.1nc,
λ0 = 0.351µm. Par la suite, nous faisons re´fe´rence a` ces valeurs pour diffe´rencier les cas que nous
e´tudions.
On peut estimer le taux de croissance line´aire de l’instabilite´ Raman a` partir de la relation de
dispersion (6.4) [16, 89] :
ΓfRam = kpeλD
a0c
4vte
(
ωpe
ωl − ωpe
)1/2
, (6.6)
ΓLRam =
√
Γf2Ram +
ν2L
4
− νL
2
, (6.7)
νL =
√
pi
8
ωp
(kpeλD)3
exp
[
−3
2
− 1
2(kpeλD)2
]
, (6.8)
ω2pe = ω
2
p(1 + 3k
2
peλ
2
D), (6.9)
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ou` νL est l’amortissement Landau, Γ
f
Ram et Γ
L
Ram sont des estimations du taux de croissance
du Raman respectivement sans et avec amortissement Landau. ΓLRam est en bon accord avec la
re´solution nume´rique de la relation de dispersion (6.4), comme montre´ sur la figure 6.2.
Toutes les formules de cette section sont de´rive´es dans l’approximation line´aire et en supposant
que l’onde pompe n’est pas de´ple´te´e. Pour aller plus loin, on peut se tourner vers la the´orie
adiabatique qui a de´ja` e´te´ utilise´e avec succe`s [88] pour de´crire l’e´volution spatio-temporelle d’une
onde plasma cre´e´e par Raman. La de´formation non-line´aire de la fonction de distribution due
a` cette onde peut entraˆıner la croissance instable de modes e´lectrostatiques secondaires (tout au
moins en ge´ome´trie 1D, ou` l’e´tude est restreinte dans cette the`se), et ainsi mettre fin a` la croissance
cohe´rente des ondes issues du Raman. La saturation de celui-ci par ces modes instables, appele´s
sideband et mesure´s expe´rimentalement hors du contexte du Raman par Wharton, Malmberg
et O’Neil [17], a e´te´ mis en e´vidence nume´riquement par Brunner et Valeo [19]. La saturation du
Raman par sideband a donc e´te´ observe´e, mais n’est pas le seul me´canisme de saturation puisque le
de´phasage des trois ondes, cause´ par le de´calage en fre´quence de l’onde plasma avec son amplitude,
peut aussi intervenir [86, 90, 91]. Lors de sa croissance, l’onde plasma pie`ge des e´lectrons dans ses
puits de potentiel. Ces particules pie´ge´es sont a` l’origine de certains des me´canismes non-line´aires
affectant l’onde plasma lors de sa croissance, comme le de´calage en fre´quence de ωpe [88] (ωpe
e´tant la fre´quence de l’onde plasma) trace´e en figure 6.3 par le calcul adiabatique de Be´nisti et al.
[88] pour kpeλD = 0.2965, 0.357 et 0.44825. Au de´calage en fre´quence δωpe de ωpe est associe´e un
de´calage en nombre d’onde δkpe via la relation ∂tδkpe = −∂xδωpe [92]. Ces relations font apparaˆıtre
un de´phasage dans l’e´quation d’enveloppe de l’onde fille, qui s’e´crit [92] :
∂tEs + vgs∂xEs + i (δωpe − vgsδkpe)Es = ekpe
2meωl
ElE
∗
pe, (6.10)
ou` Es,l,pe sont les enveloppes complexes des ondes, et vgs = ksc
2/ωs est la vitesse de groupe
de l’onde fille. Le terme (δωpe − vgsδkpe) est responsable du de´phasage entre les trois ondes. De
manie`re ge´ne´rale, ce de´phasage est de l’ordre de grandeur du de´calage en fre´quence δωpe, qui est
de l’ordre du pourcent (figure 6.3). Le de´phasage entre les trois ondes peut causer la saturation de
l’instabilite´ Raman s’il atteint pi/2. Mesurer δωpe est un des moyens pour diffe´rencier la saturation
par de´phasage de la saturation par sideband.
Un des buts de l’e´tude de´crite dans cette section est de clarifier le roˆle joue´ par le sideband ou
le de´phasage dans la saturation. Pour cela nous nous basons en partie sur la the´orie adiabatique,
qui constitue a priori un bon candidat pour l’e´tude des modes instables d’une onde plasma.
6.2 Fonction de distribution adiabatique
Dans cette section on regarde comment calculer la fonction de distribution induite par la crois-
sance adiabatique d’une onde plasma par diffusion Raman. L’approximation adiabatique suppose
que l’onde plasma croˆıt lentement dans le temps, c’est-a`-dire |φ−1 dφ
dt
|  ωp, ou` φ est l’enveloppe
(ou amplitude) du champ e´lectrique, normalise´e a` kpeTe/e, kpe est le nombre de l’onde plasma
et ωp =
√
e2n0/me0 la fre´quence plasma. Krapchev et Ram [87] ont effectue´ un calcul similaire
mais dans le re´fe´rentiel de l’onde, en conside´rant que la vitesse de phase vφ est constante. Or,
comme nous l’avons vu dans la section pre´ce´dente, la vitesse de phase de l’onde plasma varie avec
son amplitude φ, le repe`re de l’onde n’est donc pas galile´en. E´tablir correctement quels e´lectrons
sont pie´ge´s par l’onde plasma est donc crucial pour de´crire la physique du proble`me. Les e´lectrons
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(a) (b)
(c)
Figure 6.3 – Vitesses de phase vφ = ωpe/kpe de l’onde plasma en fonction de son amplitude φ,
calcule´es avec la me´thode de´crite par Be´nisti et al. [88].
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sont pie´ge´s si |v − vφ| < 2
√
φ cos(ϕ/2), ou` vφ = ωpe/kpe est la vitesse de phase de l’onde et ϕ
est la phase de la force longitudinale totale Ftot = −eE0 sin(ϕ), due a` l’onde plasma et a` la force
ponde´romotrice. Or, lorsque l’onde croˆıt lentement, vφ varie avec φ et la condition de pie´geage doit
rendre compte de l’e´volution de φ(t) depuis le de´but, ce que ne prend pas en compte le calcul de
Krapchev et Ram [87]. La suite de´taille ce point.
Notre syste`me dynamique est de´fini par les e´quations du mouvement :
dϕ
d(kpeλDωpt)
= v − vφ, (6.11)
dv
d(kpeλDωpt)
= −φ sin(ϕ). (6.12)
Elles de´rivent du Hamiltonien :
H =
(v − vφ)2
2
− φ cos(ϕ). (6.13)
Les variables conjugue´es de notre syste`me sont ϕ et v, donc l’action I vaut :
I = 1
2pi
∮
vdϕ, (6.14)
avec v = v−1te dx/dt et le domaine d’inte´gration est pe´riodique de longueur 2pi. Formellement,
l’approximation adiabatique consiste a` supposer que l’action se conserve pour notre syste`me dy-
namique de´fini par les e´quations (6.11) et (6.12). Il faut bien faire attention a` de´finir la vitesse v
dans le re´fe´rentiel du laboratoire, car comme on vient de l’exposer, la vitesse de phase vφ de´pend
de l’amplitude de l’onde qui varie dans le temps, ce qui implique que le re´fe´rentiel de l’onde n’est
pas galile´en.
La condition initiale correspond a` une onde d’amplitude infinite´simale. Dans la limite φ → 0,
l’action a` t = 0 vaut :
I(t = 0) = 1
2pi
∮
vdϕ = Θv0, (6.15)
ou` v0 = v(t = 0) et Θ est le signe de (v0 − vφ(φ)). En effet, d’apre`s l’e´quation (6.11), dϕ/dt, et
donc dϕ, est du signe de v − vφ. Donc pour une orbite ouverte
∮
v0dϕ = Θv0
∮ |dϕ| = Θv02pi.
La conservation de l’action s’e´crit donc I = Θv0. Sachant que la distribution e´lectronique initiale
s’e´crit f ∝ exp(−v20/2), le calcul de l’action permet de de´crire l’e´volution de la distribution via
f ∝ exp(−I2/2).
Sachant que le cas conside´re´ ici est pe´riodique en espace pour les particules non-pie´ge´es (orbite
rouge sur la figure 6.4), leur action s’e´crit :
I = 1
2pi
∮
vdϕ =
√
2
2pi
∮ √
H + φ cos(ϕ)dϕ+
1
2pi
∮
vφdϕ (6.16)
=
√
2(H + φ)
2pi
∮ √
1−m0 sin2(ϕ/2)dϕ+ Θvφ (6.17)
=
4
pi
√
φ
m0
E(m0) + Θvφ, (6.18)
ou` m0 = 2φ/(H + φ), E est l’inte´grale elliptique comple`te du second genre [93]. Dans l’espace des
phases (ϕ, v), I est relie´e a` l’aire entre l’orbite d’une particule v et l’axe v = 0. Pour une particule
non-pie´ge´e l’orbite s’e´tend sur tout l’intervalle [0, 2pi], cette aire est e´gale a` Θ2piI.
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Notons que le dernier terme de l’e´quation (6.18) (qui n’est pas pre´sent dans le calcul de Krap-
chev et Ram [87]) est duˆ au fait que l’on se place dans le re´fe´rentiel du laboratoire. La conservation
de l’action implique pour des particules non-pie´ge´es :
4
pi
√
φ
m0
E(m0) = |v0 − vφ(φ)|. (6.19)
Cette dernie`re e´quation permet de de´finir une condition de pie´geage. Une particule est pie´ge´e si
elle touche la se´paratrice de´finie par m0 = 1, autrement dit l’e´nergie H est juste e´gale a` la valeur
maximale du potentiel φ cosϕ. Une particule pie´ge´e ve´rifie la condition :
|v0 − vφ(φ(v0))| = 4
pi
√
φ(v0), (6.20)
en prenant bien soin de prendre la valeur de la vitesse de phase au moment du pie´geage. En effet,
ici la notation φ(v0) signifie que l’on prend l’amplitude φ de l’onde lorsque la particule de vitesse
initiale v0 s’est faite pie´ger.
Figure 6.4 – Orbites dans l’espace des phases (ϕ, v) d’une particule non-pie´ge´e (en rouge pour
H = 2φ) et pie´ge´e (en bleu pour H = 0.5φ). Les parame`tres sont φ = 0.3 et kpeλD = 0.2965. La
se´paratrice virtuelle (H = φ) est trace´e en tirets verts.
La prochaine e´tape consiste a` de´finir l’action des particules pie´ge´es (orbite bleue sur la figure
6.4) en assurant la continuite´ de chaque cote´ de la se´paratrice. Notons que les particules pie´ge´es
de´crivent une orbite ferme´e, soit
∮ |dϕ| = 0, et il faut donc diviser par 2 l’action et ajouter
Θ′vφ(φ(v0)) pour assurer sa continuite´, ou` Θ′ est le signe de (v0 − vφ(φ(v0)). L’action varie d’une
particule a` l’autre en raison du terme Θ′vφ(φ(v0)) qui assure sa continuite´, mais est constante pour
109
chaque particule. Au final, on e´crit donc :
I = 1
2× 2pi
∮
vdϕ+ Θ′vφ(φ(v0)), (6.21)
=
4
√
φ
pi
[
(m−10 − 1)K(m−10 ) + E(m−10 )
]
+ Θ′vφ(φ(v0)), (6.22)
= I0 + Θ′vφ(φ(v0)), (6.23)
ou` I0 = 4
√
φ
pi
[
(m−10 − 1)K(m−10 ) + E(m−10 )
]
, et K est l’inte´grale elliptique comple`te du premier
genre [93]. La conservation de l’action permet e´galement d’e´crire :
4
√
φ
pi
(
(m−10 − 1)K(m−10 ) + E(m−10 )
)
= |v0 − vφ(φ(v0))|. (6.24)
On peut maintenant calculer la fonction de distribution adiabatique, pour une onde qui n’a fait
que croˆıtre :
f(x, v) =

1
(2pi)3/2
exp
(
−I
2
2
)
, si m0 < 1,
1
2(2pi)3/2
[
exp
(
− [I0 + vφ(φ(v0))]
2
2
)
+ exp
(
− [I0 − vφ(φ(v0))]
2
2
)]
, si m0 ≥ 1,
(6.25)
ou` on remarque que la partie de f pour les particules pie´ge´es a e´te´ calcule´e en moyennant les
particules entrantes pour v > vφ et v < vφ. Le me´lange de l’espace des phase e´tant instantane´
(conse´quence de l’approximation adiabatique), la fonction de distribution des particules pie´ge´es
sur une orbite re´sulte du me´lange des particules pie´ge´es par le haut et par le bas de la se´paratrice.
L’e´quation (6.25) va nous permettre d’e´tudier en section 7.2 la saturation de la croissance de l’onde
plasma par l’instabilite´  dite de sideband , d’une onde e´lectrostatique de forte amplitude.
6.3 Revue des expe´riences et simulations
Diffe´rentes hypothe`ses furent avance´es pour expliquer la saturation de l’instabilite´ Raman. En
effet, la re´flectivite´, c’est-a`-dire le rapport entre l’e´nergie de l’onde fille et de l’onde pompe au point
d’entre´e du laser, n’atteint jamais une phase stationnaire (au-dessus du seuil d’inflation) mais au
contraire finit par adopter un comportement erratique (voir par exemple [37]), caracte´ristique de
me´canismes non-line´aires. L’objet de notre e´tude est de de´terminer dans quelle mesure l’instabi-
lite´ intrinse`que (dite de sideband) d’une onde e´lectrostatique de forte amplitude peut causer la
saturation de l’instabilite´.
L’instabilite´ de sideband fut mise en e´vidence expe´rimentalement par Wharton, Malmberg et
O’Neil [17], qui observe`rent notamment que le vecteur d’onde de l’onde satellite (sideband) excite´e
est proportionnel a` la fre´quence d’oscillation des particules pie´ge´es, les mettant ainsi en cause.
Cette expe´rience motiva de nombreuses e´tudes the´oriques qui se de´partagent en deux approches.
L’une est base´e sur un me´canisme d’interaction entre les particules pie´ge´es (repre´sente´es par une
macro-particule pour chaque puit de potentiel) et l’onde plasma [18, 94, 95, 96, 97], et l’autre est
une approche quasi-line´aire base´e sur un me´canisme d’interaction onde-particule [98].
110
Kruer, Dawson et Sudan [18] e´tablirent un mode`le heuristique supposant que les particules
pie´ge´es oscillent toutes a` la meˆme fre´quence, se comportant donc comme un ensemble de macro-
particules. Leur mode`le the´orique est qualitativement en bon accord avec des simulations PIC [99]
et l’expe´rience de Wharton et al.. Bien plus tard, dans le contexte de l’interaction laser-plasma,
Brunner et Valeo [19] compare`rent ce mode`le a` des simulations re´duites de type Vlasov-Poisson
1D. Leurs simulations montrent que des ondes e´lectrostatiques satellites croissent a` partir d’une
onde plasma de grande amplitude, associe´e au Raman. Notons que le mode`le de Kruer et al. [18]
pre´dit correctement les nombres d’onde de ces ondes satellites, mais pas le taux de croissance.
D’autres mode`les the´oriques plus complets e´labore´s par Goldman et al. [94, 95] et Wong [96],
mais aussi moins exploitables, donnent une fois simplifie´s des re´sultats proches du mode`le de Kruer
et al.. La description formellement exacte de Goldman [94] aboutit a` une relation de dispersion sous
forme d’un de´terminant de dimension infinie. Schwarzmeier et al. [97] adoptent une approche semi-
analytique a` l’aide d’une de´composition du syste`me de Vlasov-Poisson sur une base de fonctions
propres et obtiennent des re´sultats en bon accords avec une simulation Vlasov-Poisson 1D. Dans la
plupart des cas, ces e´tudes the´oriques e´tudient l’instabilite´ d’un e´quilibre Bernstein-Greene-Kruskal
[100]. Shoucri [101, 102] e´tudia l’instabilite´ de sideband a` l’aide d’un code Vlasov-Poisson 1D en
initialisant le plasma par une fonction de distribution maxwellienne ou de type faisceau-plasma.
Les e´tudes nume´riques de l’instabilite´ de sideband sont nombreuses mais limite´es a` des cas
particuliers et a` la comparaison avec une the´orie. A` notre connaissance aucune e´tude nume´rique
syste´matique de l’instabilite´ de sideband en fonction des parame`tres du plasma ou de l’onde pompe
n’a e´te´ publie´e. Nous nous proposons donc d’e´tudier nume´riquement cette instabilite´ de deux
manie`res diffe´rentes. La premie`re utilise le code Vador Vlasov-Poisson 1D et initialise le plasma
avec la fonction de distribution (6.25), qui a l’avantage de caracte´riser la re´ponse du plasma
a` une onde re´aliste, c’est-a`-dire ayant cruˆ d’une amplitude nulle jusqu’a` un niveau non-line´aire
donne´. En cela, notre travail se distingue de ceux pre´ce´demment publie´s, e´tudiant la stabilite´
de solutions BGK particulie`res, dont la pertinence physique est critiquable. La physique re´duite
simule´e par Vador nous permet d’e´tudier spe´cifiquement l’instabilite´ de sideband, en mesurant son
taux de croissance en fonction de l’amplitude de l’onde plasma. La deuxie`me consiste a` re´aliser des
simulations inte´gre´es de l’instabilite´ Raman arrie`re avec les codes Vlasov Elvis et PIC Calder.
On observe la croissance de l’instabilite´ Raman suivie de sa saturation. Les re´sultats obtenus avec
le code Vador servent a` interpre´ter et a` identifier le me´canisme de la saturation, qui n’est pas
exclusivement duˆ au sideband.
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Chapitre 7
Me´canismes non-line´aires de saturation
de la diffusion Raman arrie`re stimule´e
Dans ce chapitre on e´tudie la saturation de l’instabilite´ Raman, notamment par croissance de
modes e´lectrostatiques satellites (aussi appele´s sidebands). L’e´tude est re´alise´e en ge´ome´trie 1D a`
l’aide des codes Vlasov Vador, Elvis, du code PIC Calder, et du code enveloppe Brama (voir
l’annexe A). Chacun de ces outils, en raison de ses particularite´s, a permis d’aborder un point
pre´cis de l’e´tude.
Beaucoup d’e´tudes ante´rieures se sont penche´es, the´oriquement et nume´riquement, sur la satu-
ration par sideband en e´tudiant la stabilite´ d’une onde de type Bernstein-Greene-Kruskal (BGK)
[100]. Cependant, il existe a priori une infinite´ de solutions de type BGK, et seulement un nombre
fini de ces solutions posse`dent un sens physique pertinent pour l’e´tude de la stabilite´ d’une onde
plasma cre´e´e par diffusion Raman stimule´e. Nous nous proposons ici d’e´tudier nume´riquement la
stabilite´ de la fonction de distribution (6.25) issue de la the´orie adiabatique pour une onde plasma
qui n’a fait que croˆıtre (ce qui peut eˆtre fait, comme l’ont montre´ Brunner et Valeo [19], en appli-
quant une force exte´rieure). Cette fonction de distribution correspondant a` une onde d’amplitude
donne´e, l’e´tude de sa stabilite´ se rapproche donc de celle d’un mode BGK. Une telle e´tude est
pertinente pour conclure sur la croissance de modes satellites durant le de´veloppement de l’insta-
bilite´ Raman a` condition que : i) la fonction de distribution (6.25) est effectivement proche de celle
re´sultant de l’action, sur le plasma, des champs e´lectrostatique et ponde´romoteur pour une onde
plasma force´e par laser ; ii) l’e´tude de la croissance de modes late´raux peut se faire de manie`re
locale, sur quelques longueurs d’onde plasma. En effet, les ondes re´sultant de la diffusion Raman
stimule´e voient leur amplitude varier notablement sur tout le domaine d’interaction laser-plasma.
En particulier, l’onde e´lectrostatique n’est pas de type BGK. En revanche, son amplitude ne va-
riant gue`re sur quelques longueurs d’onde, une approche de type BGK est donc pertinente pour
l’e´tude de sa stabilite´ a` condition que l’hypothe`se de localite´ soit ve´rifie´e.
La validite´ de l’approximation adiabatique est teste´e a` l’aide de simulations PIC Calder
e´lectrostatiques, dans une ge´ome´trie 1D et pe´riodique. Pour cela, nous faisons croˆıtre artificiel-
lement l’onde plasma en imposant un champ e´lectrique monochromatique d’amplitude uniforme,
posse´dant la fre´quence temporelle et le nombre d’onde de l’onde plasma diffuse´e par Raman. On
ajuste son amplitude pour obtenir une croissance tre`s similaire a` ce qu’on obtiendrait par diffusion
Raman stimule´e avec une intensite´ laser de quelques 1015W/cm2. Il est alors possible de compa-
rer la fonction de distribution obtenue par Calder avec la fonction de distribution adiabatique
(6.25). On fait de plus varier la longueur du domaine de simulation pour ve´rifier la pertinence de
l’hypothe`se de localite´. En proce´dant ainsi nous maˆıtrisons clairement les conditions de croissance
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de l’onde, ce qui facilite l’exploitation des re´sultats.
Apre`s avoir montre´ que les hypothe`ses d’adiabaticite´ et de localite´ sont pertinentes pour l’e´tude
du sideband, nous re´solvons les e´quations de Vlasov-Poisson en ge´ome´trie 1D pe´riodique avec le
code Vador, avec pour condition initiale la distribution (6.25) correspondant a` une amplitude φ0
du champ e´lectrostatique. Au bout d’un certain temps l’instabilite´ de sideband se de´veloppe, et
on peut mesurer son taux de croissance ΓSB en fonction de l’amplitude de l’onde plasma φ0. Nous
varions aussi la taille du domaine de simulation pour tester l’hypothe`se de localite´.
De manie`re a` tester la pertinence des re´sultats pre´ce´dents au cas d’une onde plasma ge´ne´re´e par
Raman, nous simulons l’interaction laser-plasma a` l’aide de la version e´lectromagne´tique du code
PIC Calder et du code Vlasov Elvis. Nous simulons une impulsion laser de longueur d’onde
λ0 = 0.351µm impactant un plasma homoge`ne ou` les ions sont immobiles. Les conditions aux
bords sont absorbantes et nous sommes en ge´ome´trie 1D. Dans tous les cas l’intensite´ I du laser
est suffisante pour de´clencher l’instabilite´ Raman. Nous e´tudions ensuite la saturation de l’onde
plasma en faisant varier I et le parame`tre kpeλD, kpe e´tant le nombre d’onde de l’onde plasma
diffuse´e par Raman. La densite´ du plasma est toujours de 0.1nc et la tempe´rature e´lectronique est
de Te = 2, 3 et 5 keV, soit kpeλD = 0.2965, 0.357 et 0.44825 respectivement.
Le niveau de saturation du Raman dans les simulations PIC Calder ou Vlasov Elvis sont
compare´es a` ce que l’on peut extrapoler des re´sultats Vador. Plus pre´cise´ment, connaissant la
de´pendance de ΓSB en fonction de φ0, on peut calculer la croissance du mode satellite le plus
instable et estimer quand son amplitude de´passe celle de l’onde plasma ge´ne´re´e par Raman. Cela
permet de pre´dire l’amplitude maximum de l’onde plasma au-dela` de laquelle on ne s’attend
plus a` voir cette onde croˆıtre de manie`re cohe´rente, et cette valeur d’amplitude maximum est
ensuite confronte´e aux re´sultats des simulations cine´tiques. Par ailleurs, de manie`re a` aussi tester
l’hypothe`se de saturation du Raman par de´phasage, on compare aussi les re´sultats des simulations
cine´tiques a` ceux du code d’enveloppe Brama, ne mode´lisant pas, pour l’instant, une e´ventuelle
croissance de modes satellites, mais tenant compte de de´phasage entre l’onde plasma et la force
ponde´romotrice induit par les de´calage non-line´aire en nombre d’onde et en fre´quence de l’onde
plasma.
Enfin, nous discutons la pertinence d’une e´tude plus the´orique consistant a` projeter l’e´quation
line´arise´e autour d’un e´tat d’e´quilibre BGK (f0, E0) de Vlasov-Poisson 1D sur une base de Fourier-
Hermite [103] et de re´soudre le proble`me aux valeurs propres associe´es.
La ge´ome´trie 1D de nos simulations ne laisse pas la place aux me´canismes de saturation 2D
du type  wavefront bowing , ni a` la croissance de modes autres qu’e´lectrostatique. Dans les
simulations les ions sont immobiles. En effet le temps de saturation de l’onde plasma e´tant infe´rieur
a` quelques picosecondes, on estime que la dynamique ionique n’a pas le temps d’influer sur la
saturation.
Notons que nous jonglons entre trois codes et plusieurs approches (comple´mentaires) pour
e´tudier le sideband, ce qui peut paraˆıtre de´routant, mais permet de nous assurer que nos re´sultats
ne de´pendent pas du code que nous utilisons. On peut se demander pourquoi nous n’utilisons pas
uniquement le code Vlasov Elvis e´lectromagne´tique pour re´aliser nos simulations cine´tiques. Par
rapport a` un code PIC, un code Vlasov est tre`s peu bruite´, a` tel point qu’il faut injecter un laser
de faible amplitude par le bord droit du domaine de simulation pour faciliter la croissance du
Raman. Ce proce´de´ e´conomise du temps de calcul et e´vite d’attendre longtemps avant d’observer
la croissance du Raman, mais peut affecter les me´canismes de saturation que nous e´tudions. Nous
avons donc de´cide´ de comparer les simulations Vlasov Elvis a` celles du code PIC Calder, meˆme
si le bruit nume´rique lie´ a` une me´thode PIC rend l’interpre´tation et l’analyse des donne´es parfois
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difficile.
Il est naturel d’utiliser le code Vlasov Vador pour e´tudier la croissance du sideband a` partir
de la fonction de distribution the´orique, puisqu’avec Vador il est facile d’initialiser le plasma, et
le faible bruit nume´rique propre aux codes Vlasov facilite l’e´tude.
Le plan de ce chapitre est le suivant. On commence par e´tudier en section 7.1 la validite´ de la
fonction de distribution the´orique (6.25) et de l’hypothe`se de localite´ avec la version e´lectrostatique
de Calder. Puis nous analyserons en section 7.2 les simulations e´lectrostatiques Vador, ce qui
nous permettra de mettre clairement en e´vidence la croissance de modes satellites et d’identifier le
mode le plus instable. On s’attachera notamment a` de´terminer le taux de croissance du sideband
ΓSB en fonction de l’amplitude de l’onde plasma φ0, et du parame`tre kpeλD. Dans la section 7.3,
nous aborderons les simulations inte´gre´es de l’instabilite´ Raman avec la version e´lectromagne´tique
du code Calder et avec le code Elvis. On s’attachera a` expliquer et interpre´ter la saturation de
la croissance de l’onde plasma qui, dans certains cas, est due au sideband. Ces simulations seront
compare´es en section 7.3.3 au code d’enveloppe Brama, base´ sur un mode`le semi-analytique de
Be´nisti et al. [104] ne de´crivant pas la saturation par croissance de modes satellites. Enfin, nous
discuterons en section 7.4 la pertinence d’une e´tude plus the´orique base´e sur la projection du
syste`me Vlasov-Poisson 1D sur une base de Fourier-Hermite.
Dans ce chapitre le champ e´lectrique E est normalise´ a` kpeTe/e, on note φ l’enveloppe (ou
amplitude) du champ e´lectrique normalise´.
7.1 Validite´ de la fonction de distribution adiabatique
La fonction de distribution adiabatique (6.25) obtenue par Be´nisti et al. [88] (section 6.2), est
utilise´e dans la section suivante pour e´tudier la croissance d’un mode satellite pour une onde plasma
force´e par laser. Il convient donc d’en ve´rifier la pertinence. Pour cela nous utilisons la version
e´lectrostatique de Calder et nous imposons une force exte´rieure, reproduisant les conditions de
l’instabilite´ Raman, pour faire croˆıtre une onde plasma. Le champ de forc¸age associe´ au battement
de l’onde pompe et de l’onde diffuse´e s’e´crit :
φf = φ
0
f sin (ωpet− kpex) , (7.1)
ou` ωpe et kpe sont respectivement la pulsation et le nombre d’onde de l’onde plasma associe´e a`
l’instabilite´ Raman. Ils sont les valeurs les plus instables de´termine´s en re´solvant nume´riquement
la relation de dispersion line´aire. L’amplitude φ0f du forc¸age est fixe´e a` une valeur suffisamment
faible pour garantir la croissance quasi-adiabatique de l’onde plasma. Dans la suite on choisit
φ0f = 10
−4√nc/nec/(vtekpeλD). Le plasma simule´ est homoge`ne, pe´riodique en espace, de densite´
0.1nc (par rapport a` une longueur d’onde laser de 0.351µm) et de tempe´rature T = 5keV, soit
kpeλD = 0.448. Nous simulons 420λD, soit 30 pe´riodes de l’onde plasma. Les ions sont immobiles.
Les parame`tres nume´riques sont ∆t = 0.06ω−1p , ∆x = 0.2λD
√
ne/ncc/vte et nous avons utilise´
50000 particules par maille, chiffre tre`s inhabituel pour des simulations PIC et qui tient a` notre
souci de contenir les fluctuations nume´riques a` une tre`s faible valeur.
L’e´volution de l’onde plasma est montre´ sur la figure 7.1, repre´sentant une carte et une coupe
en x = 209λD de l’enveloppe φ du champ e´lectrique. Celui-ci croˆıt jusqu’a φ = 0.1 en tωp =
140, son e´volution ulte´rieure est sujette a` des me´canismes non-line´aires, comme le de´phasage et
l’instabilite´ de sideband qui sont explicite´s dans les sections suivantes. Les figures 7.2(a) et 7.2(b)
montrent respectivement les espaces de phases the´orique (trace´ avec (6.25)) et simule´, pour φ0 =
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0.071 et tωp = 100. Le faible taux de croissance de l’onde qui vaut φ0/t ≈ 0.071ωp/100 ≈ 7.1 ×
10−4ωp permet de se rapprocher de l’hypothe`se adiabatique pour laquelle est de´rive´e (6.25). Cette
hypothe`se ide´ale n’est jamais atteinte comme en te´moigne la structure en spirale visible sur la figure
7.2(b). En effet, l’hypothe`se adiabatique suppose que l’espace des phases des particules pie´ge´es se
remplit infiniment vite quelle que soit la vitesse initiale conside´re´e, ce qui explique l’uniformite´ de
la fonction de distribution adiabatique. Il en va diffe´remment pour notre simulation PIC ou` les
particules ralentissent et s’accumulent aux points  X situe´s aux croisements des se´paratrices,
et c’est justement cette surdensite´ de particules qui s’e´tire dans l’espace des phases pour former
les spirales que nous voyons. L’inte´grale selon x des fonctions de distribution, trace´e en figure
7.2(c), permet de comparer la quantite´ d’e´lectrons pie´ge´s. Elle est le´ge`rement plus e´leve´e dans le
cas the´orique, ce qui est duˆ a` la structure en spirale qui ne remplit pas totalement l’espace des
phases.
La figure 7.3 compare les coupes en x = 0 de la fonction de distribution the´orique (courbe verte,
pour tωp = 100) avec des coupes en x = 0 de la simulation prises a` des instants diffe´rents. Les
fluctuations observe´es sont dues a` l’oscillation des particules pie´ge´es. On remarque que la moyenne
en temps des fonctions de distributions simule´es (courbe bleue sur la figure 7.3(b)) est proche de
l’estimation the´orique (courbe verte), et ceux malgre´ de fortes fluctuations.
En attendant plus longtemps (pour tωp > 300), l’instabilite´ de sideband commence a` se
de´velopper et les vortex fusionnent, comme nous le verrons par la suite. La croissance de l’onde
plasma varie avec l’amplitude de l’onde de forc¸age φ0f . Dans notre cas nous l’avons ajuste´e pour
obtenir une croissance comparable a` celle d’une simulation inte´gre´e de la section 7.3.1. On s’assure
donc que la fonction (6.25) est compatible avec des simulations PIC inte´gre´es, et constitue une
bonne approximation pour effectuer une e´tude simplifie´e de la croissance du sideband avec Vador.
(a) (b)
Figure 7.1 – (a) Carte et (b) coupe en x = 209λD de l’enveloppe φ du champ e´lectrique. kpeλD =
0.44825
7.2 Etude du sideband avec le code Vador
Dans cette section on e´tudie l’e´volution d’un plasma pe´riodique et homoge`ne initialise´ par la
fonction de distribution adiabatique (6.25). On la calcule pour une amplitude φ0 donne´e de l’onde
plasma. En re´pe´tant l’ope´ration avec diffe´rentes valeurs de l’onde plasma, on obtient le taux de
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(a) (b)
(c)
Figure 7.2 – Espaces des phases de la fonction de distribution (a) the´orique (6.25), et (b) simule´e
avec le code PIC Calder. Les lignes noires trace´es en (b) correspondent aux contours de l’espace
des phases trace´ en (a). (c) Inte´grale selon x des fonctions de distribution the´orique (rouge) et
simule´e (bleue). kpeλD = 0.44825, φ0 = 0.071, tωp = 100. Simulations Calder
(a) (b)
Figure 7.3 – Coupe en x = 0 de la fonction de distribution the´orique (vert) et simule´e avec Cal-
der (autres courbes) prises a` diffe´rents instants. La somme moyenne´e des fonctions de distribution
simule´es de la figure (a) est trace´e en (b) (bleu). kpeλD = 0.44825, φ0 = 0.071.
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croissance, le nombre d’onde et la fre´quence du sideband en fonction de φ0. L’approche que nous
adoptons est donc de type BGK puisque qu’on fixe a` φ0 l’amplitude de l’onde plasma qui est
uniforme, et on regarde ensuite l’e´volution du plasma.
Notons que la fonction de distribution adiabatique est discontinue sur la se´paratrice, comme
l’illustre la figure 7.4(a). Cette discontinuite´ est lisse´e par le sche´ma nume´rique et l’e´volution du
syste`me Vlasov-Poisson jusqu’a` adopter une forme auto-consistante au bout d’une centaine de
ω−1p (figures 7.4(b) et 7.4(c)). Nous avons ve´rifie´ qu’initialiser le code avec la fonction adiabatique
(6.25) discontinue, ou avec une fonction adiabatique lisse´e au pre´alable par nos soins en moyennant
sur quelques points, donne les meˆmes re´sultats. Le domaine de simulation est pe´riodique en x et
sa longueur est un multiple de la pe´riode de l’onde plasma 2pi
kpeλD
λD, kpe e´tant le nombre d’onde
plasma. Nous faisons varier le nombre de pe´riodes spatiales dans le domaine, Np, l’amplitude du
champ e´lectrique de l’onde plasma φ0 et kpeλD. On suppose donc qu’une onde plasma a cruˆ de
manie`re adiabatique jusqu’a` une amplitude φ0, et on s’inte´resse a` son e´volution temporelle a` partir
de cet e´tat.
Le pas d’espace est e´gal a` ∆x/λD = 0.0314/kpeλD et le pas en vitesse est de ∆v = 0.0057vth. Le
pas temporel est ajuste´ en conse´quence pour ve´rifier la condition CFL (A.14). Nous avons ve´rifie´
que le taux de croissance du sideband reste le meˆme en divisant par 3 ∆x et par 3 ∆v. En prenant
∆v = 0.012vth, on observe un taux de croissance d’environ 30% supe´rieur.
Les simulations montrent la croissance d’un mode e´lectrostatique avec un nombre d’onde domi-
nant kSB < kpe. Le tableau 7.1 et les figures 7.6 re´sument les nombres d’onde dominants et les taux
de croissance associe´s pour les diffe´rents parame`tres. Le nombre de pe´riodes est de Np = 4, 10 et
20, l’amplitude de l’onde plasma φ0 = eE/kpeTe reproduit les valeurs mesure´es dans les simulations
inte´gre´es de l’instabilite´ Raman (section suivante), c’est-a`-dire φ0 = 0.03−0.3 pour kpeλD = 0.448,
et φ0 = 0.03−1.4 pour kpeλD = 0.296−0.357. Des exemples de fonctions de distributions instables
sont trace´s en figure 7.5 pour Np = 4 et des temps diffe´rents. On y observe le me´lange progressif
des vortex [19], conse´quence de la croissance du sideband.
Les figures 7.7(a) et 7.7(b) montrent l’e´volution du spectre en k au cours du temps pour Np = 4,
kpeλD = 0.2965, et φ0 = 0.5. Ces spectres sont comple´te´s par une coupe du champ e´lectrique filtre´
ESB (figure 7.7(c)), obtenu en filtrant a` chaque instant le nombre d’onde kpe et ses harmoniques,
comme illustre´ en figure 7.7(b). On peut ainsi calculer le taux de croissance ΓSB du champ ESB
(figure 7.7(c)). Une rapide ve´rification permet de confirmer que le taux de croissance inte´gre´ en k,
c’est-a`-dire ΓSB, est le meˆme que le taux de croissance du mode dominant situe´ en k = kSB. Les
espaces des phases de la figure 7.5 sont a` comparer aux spectres et au champ ESB de la figure 7.7.
En effet, la phase de saturation, pour tωp > 1700, correspond au me´lange complet de l’espace des
phases.
Globalement le nombre d’onde dominant varie peu en phase line´aire et est d’environ kSB/kpe ≈
0.8 pour Np = 10 − 20 et reste constant a` kSB/kpe = 0.75 pour Np = 4 (voir tableau 7.1). Pour
Np = 20, kSB/kpe varie entre 0.9 et 0.75 pour une large gamme d’amplitudes, de´passant meˆme
l’amplitude de saturation que nous mesurons en section 7.3 dans les simulations inte´gre´es du
Raman. Ce constat est tre`s important, car il nous permettra dans la section 7.3 d’approximer le
sideband par une onde monochromatique d’amplitude proportionnelle a` exp(
∫
ΓSB(φ(t))dt). En
phase non-line´aire, lorsque le champ filtre´ ESB sature (pour tωp > 1700 sur la figure 7.7), le nombre
d’onde dominant peut varier selon les cas. Cela est visible en figure 7.8 montrant deux cas pour
Np = 20 et kpeλD = 0.296. Il est clairement visible que le cas avec φ0 = 0.9 posse`de un mode
dominant en kSB/kpe ≈ 0.75 et un autre en kSB/kpe ≈ 0.95, tre`s proche de kpe, qui n’est pas
pre´sent dans le cas avec φ0 = 1.1.
Notons aussi que le signal gagne en largeur spectrale lorsque Np augmente, ce qui traduit la
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(a) (b)
(c)
Figure 7.4 – Fonctions de distributions pour Np = 4, φ0 = 0.5 et kpeλD = 0.296 : (a) tωp = 0,
(b) tωp = 505, et coupes en x = 0 de la fonction initiale (ligne bleue) et de la fonction lisse´e par
le code (tirets rouges, tωp = 505). Simulations Vador
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(a) (b)
(c) (d)
Figure 7.5 – Fonctions de distributions pour Np = 4, φ0 = 0.5 et kpeλD = 0.296 : (a) tωp = 1580,
(b) tωp = 1631, (c) tωp = 1733, (d) tωp = 1835. Simulations Vador
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superposition de plusieurs modes instables. En effet, pour un petit nombre de pe´riode comme
Np = 4 le nombre de modes sub-harmoniques possibles est re´duit, et la re´solution du spectre est de
kpe/Np. En revanche pour Np = 20 le syste`me posse`de plus de possibilite´s et peut mieux s’ajuster
sur le mode le plus instable, ce qui explique l’e´largissement spectral observe´ et, de manie`re ge´ne´rale,
ΓSB augmente avec Np (figure 7.6). En revanche, il est important de remarquer que le nombre
d’onde dominant kSB varie tre`s peu avec Np. Pour Np = 4, on a kSB/kpe = 0.75 (tableau 7.1), ce
qui est tre`s proche du cas Np = 20. Le fait que kSB varie tre`s peu avec Np laisse a` penser que le
sideband peut eˆtre e´tudie´ localement, sur quelques pe´riodes plasmas seulement. Cette observation
tend a` valider l’approche BGK, qui conside`re une onde d’amplitude uniforme.
kpeλD Np φ0 0.1 0.2 0.25 0.3 0.4 0.6 0.7 0.9 1 1.2 1.4
0.2965 4 ΓSB
10−2ωp 0.62 1.64 2.22 2.59 3.44 4.55 4.5
kSB
kpe
0.75 0.75 0.75 0.75 0.75 0.75
10 ΓSB
10−2ωp 1 2.7 3.37 4.85
kSB
kpe
0.9 0.8 0.8 0.7
20 ΓSB
10−2ωp 0.4 0.71 1 1.25 1.86 2.46 2.97 3.37 3.86 4.35 4.84
kSB
kpe
0.85 0.9 0.85 0.85 0.8 0.8 0.8 0.8 0.75 0.75 0.75
kpeλD Np φ0 0.03 0.05 0.1 0.2 0.22 0.3 0.4 0.5 0.7 0.9
0.357 4 ΓSB
10−2ωp 1.35 2.13 2.79 4.1 4.31
kSB
kpe
0.75 0.75 0.75 0.75 0.75
10 ΓSB
10−2ωp 1 1.7 3 3.63 4
kSB
kpe
0.9 0.8 0.8 0.8 0.75
20 ΓSB
10−2ωp 0.4 0.62 0.95 1.46 1.73 2.24 2.88 3 3.54 4.26
kSB
kpe
0.9 0.9 0.9 0.85 0.85 0.8 0.8 0.8 0.8 0.75
kpeλD Np φ0 0.03 0.05 0.07 0.09 0.11 0.15 0.2 0.3
0.44825 4 ΓSB
10−2ωp 0.53 1.1 1.4 1.9 2.62
kSB
kpe
0.75 0.75 0.75 0.75 0.75
10 ΓSB
10−2ωp 0.71 1.25 1.59 2 2.6
kSB
kpe
0.8 0.8 0.8 0.8 0.8
20 ΓSB
10−2ωp 0.72 0.95 1 1.19 1.32 1.85 2.18 2.53
kSB
kpe
0.85 0.8 0.8 0.8 0.8 0.8 0.8 0.8
Table 7.1 – Taux de croissance ΓSB et nombre d’onde kSB du sideband mesure´s avec Vador pour
Np = 4, 10 et 20. En variant les parame`tres nume´riques, tout en fixant les parame`tres physiques,
on estime que ΓSB peut fluctuer de ±0.003ωp selon les simulations.
Nous avons mode´lise´ les taux de croissance du sideband ΓSB avec une loi d’e´chelle polynoˆmiale :
ΓSB ≈ g1φg20 , (7.2)
ou` g1 et g2 sont des constantes que nous de´terminons pour chaque valeur de kpeλD. Les valeurs de
g1 et g2 reproduisant le mieux nos mesures de ΓSB pour Np = 20 sont re´sume´es dans le tableau 7.2,
et la loi d’e´chelle (7.2) est trace´e en noir sur la figure 7.6. Elle constitue une bonne approximation
de ΓSB, et nous servira pour comparer les re´sultats de Vador avec des simulations inte´gre´es de
Calder et Elvis (section 7.3).
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(a) (b)
(c)
Figure 7.6 – Taux de croissance du sideband ΓSB en fonction de l’amplitude de l’onde plasma
φ0, du nombre de pe´riodes Np, et de kpeλD. On estime que ΓSB peut fluctuer de ±0.003 selon les
simulations, ce qui est repre´sente´ par les barres d’erreur rouges (Np = 4), vertes (Np = 10) et
bleues (Np = 20). La loi d’e´chelle (7.2) est trace´ en noir pour Np = 20 et les parame`tres du tableau
7.2. Les taux de croissance du Raman ΓRam mesure´s en section 7.3.1 avec les simulations Elvis
sont e´galement indique´s. Simulations Vador
kpeλD g1 g2
0.2965 0.037 0.89
0.357 0.046 0.66
0.44825 0.053 0.6
Table 7.2 – Valeurs de g1 et g2 pour ΓSB ≈ g1φg20 reproduisant le mieux les mesures de ΓSB pour
Np = 20 re´sume´es dans le tableau 7.1.
122
(a) (b)
(c)
Figure 7.7 – Spectres en e´chelle line´aire (a) et logarithmique (b) du champ e´lectrique pour Np = 4,
φ0 = 0.4 et kpeλD = 0.296. Le nombre d’onde kpe et ses harmoniques ont e´te´ retire´s dans la figure
(b). Le champ filtre´ ESB (c) est obtenu par transforme´e de Fourier inverse du spectre trace´ en
figure (b). Simulations Vador
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(a) (b)
(c) (d)
Figure 7.8 – Spectres en e´chelle line´aire (a)-(c) et logarithmique (b)-(d) du champ e´lectrique
pour Np = 20, φ0 = 0.9 (a)-(b), φ0 = 1.1 (c)-(d), et kpeλD = 0.296. Le nombre d’onde kpe et ses
harmoniques ont e´te´ retire´s dans les figures (b) et (d). Simulations Vador
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On a maintenant une bonne description de la variation du taux de croissance du sideband en
fonction de φ0 et kpeλD. Il reste maintenant a` comparer nos mesures avec des simulations inte´gre´es
d’instabilite´ Raman, ce qui est fait dans la section suivante.
7.3 Application a` la saturation de la diffusion Raman sti-
mule´e
Les codes e´lectromagne´tiques PIC Calder et Vlasov Elvis sont maintenant utilise´s pour
e´tudier la saturation de la diffusion Raman stimule´e dans le cas d’une simulation 1D inte´gre´e,
ou` une impulsion laser impacte par la gauche un plasma de densite´ homoge`ne n0 = 0.1nc. Dans
tous les cas on observe la saturation de l’instabilite´ Raman. On observe que l’onde plasma lie´e au
Raman croˆıt jusqu’a` saturer par de´phasage (cause´ par le de´calage en fre´quence de l’onde plasma)
ou par instabilite´ de sideband.
Ces deux me´canismes de saturation affectent diffe´remment l’onde plasma. Le de´phasage en-
traˆıne une de´croissance temporelle lente (de l’ordre de 2pi/δωpe, avec δωpe = |ωpe − ωLpe| l’e´cart
a` sa valeur line´aire de la pulsation de l’onde plasma) de l’amplitude de l’onde plasma, alors que
le sideband entraˆıne, d’apre`s les simulations, des modulations temporelles beaucoup plus rapides
(de l’ordre de 2pi/δωSB, avec δωSB = |ωSB − ωpe|) que le de´phasage. Notons que la the´orie adia-
batique permet de donner un ordre de grandeur de δωpe, qui d’apre`s la figure 6.3, est de l’ordre
de 0.01ωp. Le me´canisme de saturation par de´phasage ne posse`de pas de structure spatiale claire,
contrairement au sideband qui module spatialement l’onde plasma avec le nombre d’onde kSB.
Dans la section 7.2, nous avons mesure´ le taux de croissance du sideband ΓSB et son nombre
d’onde kSB en initialisant l’espace des phases par la fonction de distribution adiabatique (6.25)
calcule´e pour une amplitude fixe´e φ0. L’approche adopte´e avec le code e´lectrostatique Vador est
donc une approche BGK. Nous avons e´galement suppose´ que l’onde plasma n’a fait que croˆıtre
dans le calcul de la fonction adiabatique (6.25). Ce ne sera pas force´ment le cas dans les simulations
inte´gre´es. En effet, les e´lectrons pie´ge´s par l’onde plasma se de´placent a` la vitesse de phase vφ de
l’onde et voient le champ e´lectrique φ(x− vφt). Le long de la caracte´ristique x− vφt les e´lectrons
peuvent donc subir un champ e´lectrique φ(x− vφt) qui a cruˆ ou de´cruˆ. Dans ce cas la fonction de
distribution diffe`re de (6.25) qui a e´te´ calcule´e en supposant que l’onde plasma n’a fait que croˆıtre.
Les codes Calder et Elvis nous permettent de mettre en e´vidence les me´canismes de satu-
ration par de´phasage et par sideband. Nous avons plusieurs possibilite´s pour discriminer ces deux
me´canismes. Dans un premier temps, nous allons comparer les fre´quences spatiales kSB et tem-
porelles ωSB du sideband avec les simulations des trois codes Vador, Elvis et Calder. D’autre
part, nous pouvons comparer les simulations d’Elvis et de Calder avec les simulations du code
enveloppe Brama. Ce dernier est base´ sur le mode`le the´orique de Be´nisti et al. [104, 105], et ne
de´crit que la saturation par de´phasage. On observera que dans certains cas les calculs de Brama
ne saturent pas alors que ceux de Calder et d’Elvis saturent par sideband. C’est donc un moyen
efficace pour identifier la saturation par sideband.
De manie`re a` de´terminer et a` valider un crite`re de saturation par sideband, nous utilisons les
taux de croissance mesure´s avec Vador (tableau 7.1). On conside`re que la croissance du sideband
conduit a` la saturation du Raman si son amplitude φSB est comparable a` celle de l’onde plasma
φ. φSB est mode´lise´ de la manie`re la plus simple par :
φSB(t) = φ
0
SB exp
[∫ t
0
ΓSB(φ(t
′))dt′
]
= φ0SB exp
[∫ t
0
g1φ(t
′)g2dt′
]
, (7.3)
125
ou` φ est l’amplitude du champ e´lectrique total, et ou` on a utilise´ (7.2). L’e´quation pre´ce´dente
est inexacte pour plusieurs raisons. D’une part le spectre observe´ dans les simulations Calder et
Elvis est beaucoup plus riche que dans les simulations Vador, ce qui affecte le taux de croissance
ΓSB qui est suˆrement surestime´ dans Vador. D’autre part, une description plus pre´cise de la
croissance du sideband ne´cessiterait une e´quation d’enveloppe. De plus l’e´quation (7.3) suppose
que l’onde est monochromatique, ce qui est justifie´ car les re´sultats obtenus avec Vador (tableau
7.1) montrent le nombre d’onde dominant du sideband kSB varie peu avec φ.
Les valeurs du taux de croissance du Raman ΓRam mesure´es dans les simulations et pre´dites
par les e´quations (6.6) et (6.7) sont re´sume´es dans les tableaux 7.3 et 7.4. L’accord est plutoˆt bon
pour kpeλD = 0.2965 mais rapidement les effets cine´tiques se font sentir pour kpeλD = 0.357−0.448
et la validite´ de (6.6) devient marginale. Toutefois, il est important de noter que ΓSB domine d’un
ordre de grandeur ΓRam. On s’attend donc a` voir l’onde plasma saturer par croissance du sideband
de manie`re assez brutale.
7.3.1 Saturation de la diffusion Raman avec le code Vlasov Elvis
Dans cette sous-section, nous pre´sentons les simulations 1D de l’instabilite´ Raman effectue´es
avec le code Vlasov Elvis. L’impulsion laser de longueur d’onde λ0 = 0.351µm entre par le bord
gauche du domaine de simulation de longueur Lx = 1696c/ω0 = 1696
√
n0/nc(c/vthe)λD et impacte
un plasma homoge`ne de densite´ n0 = 0.1nc. Une deuxie`me impulsion e´lectromagne´tique contra-
propagative, de faible amplitude, entre par la droite du domaine de simulation, avec les parame`tres
de l’onde diffuse´e par Raman arrie`re, dans le but de faciliter la croissance de l’instabilite´ Raman.
En effet, il est difficile pour une instabilite´ de croˆıtre sur un bruit tre`s faible, comme c’est le cas
dans un code Vlasov. Dans chaque cas, on fait varier la tempe´rature Te du plasma et l’intensite´ I
du laser. Les valeurs de kpeλD correspondant aux parame`tres utilise´s sont re´sume´es dans le tableau
7.3. Le pas d’espace est de ∆x = 0.2c/ω0 = 0.2
√
n0/nc(c/vthe)λD, et le pas de temps est de
∆t = ∆x/c.
Le taux de croissance ΓRam est compare´ aux taux de croissance the´oriques Γ
f
Ram et Γ
L
Ram
(e´quations (6.6) et (6.7)) dans le tableau 7.3.
Fig. kpeλD
Te
1keV
I
W/cm2
δωnumpe
ωp
δωnumSB
ωp
kSB
kpe
eEmax
kpeTe
ΓRam
ωp
ΓfRam
ωp
ΓLRam
ωp
7.14 0.2965 2 4.1014 0.04 0.2-0.4 0.0014 0.004 0.002
7.11 2.1015 0.011 0.063 0.7-0.8 0.5-0.7 0.0064 0.0087 0.0064
7.14 6.1015 0.08 1-1.5 0.012 0.015 0.013
7.12 0.357 3 2.1015 0.005 0.1 0.7-0.85 0.1-0.3 0.0036 0.01 0.0048
7.13 0.44825 5 4.1015 0.01 0.16 0.75-0.85 0.05-0.25 0.0019 0.014 0.0033
Table 7.3 – Parame`tres physique utilise´s, et mesures de kSB, δω
num
SB , δω
num
pe et ΓRam pour les
simulations Raman re´alise´es avec le code Elvis.
Les re´sultats des simulations sont montre´s sur la figure 7.10, et les figures 7.11, 7.12 et 7.13
pour kpeλD = 0.296, 0.357 et 0.448 respectivement. L’amplitude (ou enveloppe) φ du champ
e´lectrique Ex, calcule´e par transforme´e de Hilbert, est trace´e en fonction de x/λD et de tωp sur
les figures 7.10(a), 7.10(b) et 7.10(c). On peut de´ja` observer qu’apre`s une phase de croissance
quasi-monotone, le champ Ex sature et de´veloppe une structure  strie´e , typique d’un sideband
(pour tωp > 2000 sur les figures 7.10(a) et 7.11(c)). De meˆme, par certains endroits l’amplitude de
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l’onde plasma est lentement module´e dans le temps, sans pre´senter de cohe´rence spatiale, ce qui
est typique d’une saturation par de´phasage. On peut discriminer les me´canismes de saturation par
de´phasage et par sideband en mesurant le de´calage en fre´quence temporelle δωnumpe et δω
num
SB qu’ils
induisent respectivement. En effet, le de´calage en fre´quence non-line´aire induisant le de´phasage est
ge´ne´ralement de l’ordre de 0.01ωp [88] (section 6.2, figure 6.3), alors que δωSB est ge´ne´ralement de
l’ordre de 0.1ωp (de´duit de la simulation). De plus, seul le sideband posse`de une structure spatiale
cohe´rente qui nous permette d’identifier et de mesurer un nombre d’onde kSB, ce qu’on ne peut
pas faire lorsque la saturation est due au de´phasage. Dans les paragraphes suivants nous exhibons
les me´canismes de saturation par de´phasage et par sideband a` l’aide de mesures de kSB, δω
num
pe et
δωnumSB . Remarquons tout de suite que la croissance d’un sideband peut succe´der a` une saturation
par de´phasage.
Pour montrer sans ambigu¨ıte´ qu’il s’agit bien de saturation par sideband ou par de´phasage,
nous allons nous concentrer sur l’e´volution temporelle des champs e´lectriques, trace´s sur les figures
7.11, 7.12 et 7.13, pour chaque kpeλD. On constate des comportements de saturation tre`s diffe´rents,
comme discute´ plus toˆt. Par exemple l’enveloppe φ de la figure 7.11(a), trace´e pour kpeλD = 0.2965
et x = 1837.66λD, s’infle´chit lentement avant d’atteindre un maximum en φmax = 0.55, tωp = 1500
et de de´croˆıtre lentement. Il s’agit la` de saturation par de´phasage. La saturation par sideband est
manifeste sur la figure 7.11(c), trace´e pour le meˆme calcul mais en un autre point du plasma, et
x = 4899.77λD, ou` on observe que φ croit jusqu’a` atteindre le maximum φmax = 0.65 en tωp = 2000
et de´croˆıt ensuite brutalement. L’enveloppe φ du champ oscille alors rapidement en temps. Pour
nous en convaincre nous avons effectue´ des transforme´es de Fourier en espace du champ e´lectrique
sur les intervalles [996 2092]λD et [4500 5500]λD, aux endroits ou` nous avons observe´ la saturation
par de´phasage et par sideband sur les figures 7.11(a) et 7.11(c). A` la droite du plasma, pour [4500
5500]λD, nous observons le spectre s’enrichir autour de 0.76kpe, au moment meˆme, tωp = 2000,
ou` l’onde plasma sature (figure 7.11(c)). Il s’agit donc sans aucune ambigu¨ıte´ de saturation par
sideband, avec un nombre d’onde dominant kSB correspondant a` celui trouve´ avec Vador. Par
contre a` gauche du plasma, pour [996 2092]λD, le spectre s’enrichit autour de 0.7kpe a` partir de
tωp ≈ 2000, soit bien apre`s la de´croissance de φ (figure 7.11(a)). Dans ce cas, le sideband n’est pas
responsable de la saturation, observe´e a` partir de 1500ω−1p .
Le bruit nume´rique est bien moins e´leve´ avec Elvis qu’avec Calder, ce qui nous permet de
tracer le de´phasage δψ en fonction du temps et de comparer la saturation par de´phasage et par
sideband. Le de´phasage δψ est trace´ sur la figure 7.9 en fonction du temps pour kpeλD = 0.2965.
Nous avons e´galement repe´re´ sur la figure 7.9 δψ = −pi/2 correspondant a` la quadrature de phase
entre les ondes. Dans le cas du de´phasage a` gauche du plasma (courbe rouge), δψ de´croˆıt jusqu’a`
−pi/2 en tωp ≈ 1500, ce qui correspond a` la saturation observe´e en figure 7.11(a). Dans le cas du
sideband a` droite du plasma (courbe bleue), δψ de´croˆıt plus lentement et sature par sideband avant
d’atteindre −pi/2. Les ondes sont ne´anmoins proches de la quadrature de phase, ce qui explique la
stagnation de φ juste avant de saturer par sideband.
Le raisonnement et les observations effectue´s a` kpeλD = 0.2965 s’appliquent e´galement pour
kpeλD = 0.357 et 0.448 (figures 7.12 et 7.13). A` gauche de la boˆıte de simulation l’onde plasma
sature pre´fe´rentiellement par de´phasage, alors qu’elle sature plutoˆt par sideband dans la partie
droite du plasma. En particulier le cas a` kpeλD = 0.448 illustre comment le sideband peut croˆıtre
apre`s que l’onde plasma a sature´ par de´phasage. Sur la figure 7.13(a) l’onde sature d’abord par
de´phasage en tωp ≈ 3000 et un sideband apparaˆıt ensuite en tωp ≈ 4500 avec un nombre d’onde
kSB ≈ 0.78kpe, en accord avec les re´sultats de Vador.
De manie`re ge´ne´rale, on observe que l’onde plasma sature par sideband et par de´phasage. Dans
le cas d’une saturation par sideband on observe un pic d’e´nergie en kSB ≈ 0.76kpe pour chaque
127
Figure 7.9 – De´phasage δψ calcule´ pour kpeλD = 0.2965. Simulations Elvis, I = 2.10
15W/cm2.
kpeλD. Les nombres d’ondes dominant du sideband kSB mesure´s avec Elvis sont compris entre
0.75 et 0.9kpe (tableau 7.3), en accord avec les re´sultats du code e´lectrostatique Vador (voir le
tableau 7.1). L’amplitude de saturation φmax de l’onde plasma est note´e dans le tableau 7.3.
Apre`s avoir discrimine´ la saturation par sideband de la saturation par de´phasage a` l’aide de
spectres en espace, nous allons nous inte´resser aux de´calages en fre´quence temporelle δωnumSB et
δωnumpe . C’est une ve´rification comple´mentaire qui vient renforcer les conclusions pre´ce´dentes. Avec
les simulations on observe qu’apre`s avoir sature´ par sideband, l’enveloppe φ de l’onde plasma
oscille avec une fre´quence bien plus e´leve´e que si l’onde avait sature´ par de´phasage. Les calculs
the´orique [88] indiquent que le de´calage en fre´quence de l’onde plasma est de l’ordre de 0.01ωp [88]
au moment de la saturation par de´phasage. On devrait donc observer que l’enveloppe φ de l’onde
plasma oscille avec la fre´quence δωpe. Nous avons mesure´ approximativement δωpe pour chaque
cas de saturation par de´phasage, on obtient (tableau 7.3) δωnumpe ≈ 0.011, 0.005 et 0.01ωp, qui
sont bien de l’ordre de 0.01ωp comme le pre´voit la the´orie adiabatique (figure 6.3). La manie`re de
mesurer δωpe est illustre´e sur les figures 7.11(a), 7.12(a) et 7.13(a). Dans le cas de la saturation
par sideband, l’enveloppe φ oscille avec des fre´quences plus e´leve´es, on mesure δωnumSB ≈ 0.063, 0.1,
et 0.16ωp (tableau 7.3 et figures 7.11(c), 7.12(c) et 7.13(c)). On a donc δω
num
SB /δω
num
pe ≈ 6, 20 et
16 respectivement pour kpeλD = 0.2965, 0.357 et 0.44825. L’e´cart entre δω
num
pe et δω
num
SB est donc
suffisant pour discerner la saturation par de´phasage de la saturation par sideband.
Remarquons que l’amplitude de saturation φmax est similaire que l’onde plasma sature par
de´phasage ou par sideband, ce qui rend les me´canismes indiscernables sans mesurer kSB et δω.
Maintenant que nous avons identifie´ le sideband comme e´tant une des causes de la saturation du
Raman, essayons d’aller plus loin dans la comparaison avec les re´sultats e´lectrostatiques de Vador.
Pour cela, nous essayons de de´terminer un crite`re de saturation en utilisant l’e´quation (7.3) et la
loi d’e´chelle (7.2) de´termine´e avec Vador. L’e´quation (7.3) est trace´e dans les cas d’une saturation
par sideband seulement, c’est-a`-dire sur les figures 7.11(c), 7.12(c) et 7.13(c). Le parame`tre φ0SB
repre´sente le niveau de bruit a` partir duquel croˆıt φSB, c’est donc a priori un parame`tre important
puisque φSB ∝ φ0SB. Nous avons pris φ0SB e´gal au bruit nume´rique du code qui est d’environ 10−5,
et trace´ φSB pour φ
0
SB/10 et 10φ
0
SB. On obtient des re´sultats similaires, en effet les courbes φSB
coupent les courbes φ a` peu pre`s au meˆme moment, ce qui nous donne environ le meˆme temps
de saturation (de´termine´ par φSB ≈ φ). Ce n’est pas surprenant car φSB croˆıt sur 5 exposant, et
ΓSB > ΓRam. Dans notre cas le choix de φ
0
SB a peu d’influence sur le re´sultat.
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Le crite`re de saturation par sideband (φSB de l’ordre de φ) est cohe´rent avec les simulations a`
kpeλD = 0.2965 (figure 7.11(c)). En effet, φSB coupe φ en tωp ≈ 2000, ce qui correspond bien au
temps de saturation. Par contre φSB coupe φ en tωp ≈ 2500 − 3000 pour kpeλD = 0.357 et 0.448
respectivement (figures 7.12(c) et 7.13(c)), devanc¸ant ainsi le temps de saturation des simulations
qui sont compris entre 3000 et 4000 ω−1p .
Le crite`re de saturation que nous proposons est en relativement bon accord avec les simulations,
malgre´ les limites de la me´thode, discute´es plus haut.
Des simulations comple´mentaires pour I = 4.1014 et 6.1015W/cm2 sont pre´sente´es en figure 7.14
pour kpeλD = 0.2965. Les re´sultats sont similaires a` ce que nous venons de pre´senter. Ne´anmoins
les re´gimes de saturations diffe`rent selon l’intensite´. A basse intensite´, pour I = 4.1014W/cm2, la
saturation par de´phasage occupe un espace plus important qu’a` I = 2.1015W/cm2. Elle est situe´e a`
gauche du plasma dans la zone x < 4000λD au lieu de x < 2000λD pour I = 2.10
15W/cm2. Le side-
band est lui aussi pre´sent et occupe le reste du plasma. A haute intensite´, pour I = 6.1015W/cm2,
la saturation par de´phasage a disparu et l’onde plasma sature exclusivement par sideband. On peut
l’expliquer en remarquant qu’il faut un certain temps au me´canisme de saturation par de´phasage
pour se mettre en place. C’est la diffe´rence avec le sideband qui croˆıt plus vite que l’onde plasma,
car le taux de croissance de´pend de l’amplitude de l’onde plasma φ. Le taux de croissance de l’onde
plasma ΓRam augmentant avec I, il est donc normal qu’a` plus haute intensite´ le sideband l’emporte
sur la saturation par de´phasage.
Notons que l’amplitude de saturation du sideband φmax augmente avec l’intensite´ du laser
(tableau 7.3). Nous avons e´galement trace´ φSB sur les figures 7.14(b) et 7.14(d), φSB coupe φ
au moment de la saturation. Le crite`re de saturation par sideband semble donc bien ve´rifie´ pour
kpeλD = 0.2965.
7.3.2 Saturation de la diffusion Raman avec le code PIC Calder
Nous avons effectue´ des simulations 1D de l’instabilite´ Raman avec le code PIC Calder,
reproduisant les simulations de la sous-section 7.3.1 effectue´es avec Elvis. La longueur du plasma
peut varier de quelques dizaines de microme`tres selon les simulations, mais cela influence peu
les re´sultats. L’impulsion laser de longueur d’onde λ0 = 0.351µm entre par le bord gauche du
domaine de simulation de longueur Lx = 2400c/ω0 = 2400
√
n0/nc(c/vthe)λD et impacte un plasma
homoge`ne de densite´ n0 = 0.1nc. Dans chaque cas on fait varier la tempe´rature Te du plasma et
l’intensite´ I du laser. Les valeurs de kpeλD correspondant aux parame`tres utilise´s sont re´sume´es
dans le tableau 7.4. Le pas de temps est de ∆t = 0.15ω−10 ≈ 0.0474ω−1p , le pas d’espace est de
∆x = 0.2c/ω0 = 0.2
√
n0/nc(c/vthe)λD, et nous utilisons 10000 particules par maille. Les ions sont
immobiles.
Figure kpeλD
Te
keV
I
W/cm2
δωnumSB
ωp
kSB
kpe
eEmax
kpeTe
ΓRam
ωp
ΓfRam
ωp
ΓLRam
ωp
7.15 0.2965 2 2.1015 0.05 0.7-0.8 0.8-1.2 0.006 0.0087 0.0064
7.16 6.1015 0.09 0.7-0.8 1-1.5 0.0094 0.015 0.013
7.17 0.357 3 2.1015 0.042 0.75-0.85 0.3-0.5 0.003 0.01 0.0048
7.18 0.44825 5 4.1015
Table 7.4 – Parame`tres physique utilise´s, kSB, δω
num
SB et ΓRam des simulations Raman re´alise´es
avec le code Calder.
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(a) (b)
(c)
Figure 7.10 – Enveloppe φ du champ e´lectrique pour (a) kpeλD = 0.2965, (b) 0.357 et (c) 0.44825.
Simulations Elvis, I = 2.1015W/cm2.
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(a) (b)
(c) (d)
Figure 7.11 – (a,c) Enveloppe φ du champ e´lectrique en fonction du temps et (b,d) transforme´e
de Fourier en espace du champ e´lectrique, effectue´es sur les intervalles (b) [996 2092]λD et (d) [4500
5500]λD. L’e´quation (7.3) est trace´e en rouge avec les parame`tres du tableau 7.2 (pour φ
0
SB/10 et
10φ0SB en tirets). Simulations Elvis, kpeλD = 0.2965, I = 2.10
15W/cm2.
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(a) (b)
(c) (d)
Figure 7.12 – (a,c) Enveloppe φ du champ e´lectrique en fonction du temps et (b,d) transforme´e de
Fourier en espace du champ e´lectrique, effectue´es sur les intervalles (b) [1220 2522]λD et (d) [3000
4800]λD. L’e´quation (7.3) est trace´e en rouge avec les parame`tres du tableau 7.2 (pour φ
0
SB/10 et
10φ0SB en tirets). Simulations Elvis, kpeλD = 0.357, I = 2.10
15W/cm2.
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(a) (b)
(c) (d)
Figure 7.13 – (a,c) Enveloppe φ du champ e´lectrique en fonction du temps et (b,d) transforme´e de
Fourier en espace du champ e´lectrique, effectue´es sur les intervalles (b) [1204 3012]λD et (d) [3253
4820]λD. L’e´quation (7.3) est trace´e en rouge avec les parame`tres du tableau 7.2 (pour φ
0
SB/10 et
10φ0SB en tirets). Simulations Elvis, kpeλD = 0.44825, I = 4.10
15W/cm2.
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(a) (b)
(c) (d)
Figure 7.14 – (a,c) Enveloppe φ du champ e´lectrique et (b,d) coupes de φ en fonction du temps,
pour (a,b) I = 4.1014W/cm2 et (c,d) I = 6.1015W/cm2. L’e´quation (7.3) est trace´e en rouge avec les
parame`tres du tableau 7.2 (pour φ0SB/10 et 10φ
0
SB en tirets). Simulations Elvis, kpeλD = 0.2965.
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Les re´sultats des simulations sont trace´s sur les figures 7.15, 7.17 et 7.18 pour kpeλD = 0.2965,
0.357 et 0.44825 respectivement. Une des diffe´rences majeures avec le code Elvis est l’apparition
de l’instabilite´ Raman avant, dans la moitie´ droite du plasma et pour kpeλD = 0.357− 0.44825. Le
Raman avant, dont le nombre d’onde de l’onde plasma diffuse´e est de kpeλD = 0.083 et 0.107 pour
Te = 3 et 5keV respectivement, est moins touche´ par l’amortissement Landau qui augmente avec
kpeλD. De plus le Raman avant posse`de une vitesse de phase proche de c et pie`ge donc beaucoup
moins de particules que le Raman arrie`re, ce qui rend son onde plasma moins instable. Il n’est pas
surprenant que l’onde plasma diffuse´e du Raman avant croisse avec beaucoup plus de stabilite´ que
le Raman arrie`re, comme c’est visible sur la moitie´ droite du plasma sur les figures 7.17 et 7.18. Le
Raman arrie`re est meˆme absent pour kpeλD = 0.44825 et I = 4.10
15W/cm2 (figure 7.18), le spectre
de Fourier en espace pre´sente un pic d’e´nergie unique en kλD = 0.109 permettant d’identifier le
Raman avant.
Le code PIC Calder posse`de un bruit nume´rique d’environ 3 ordres de grandeur plus e´leve´
que le code Vlasov Elvis. Le Raman arrie`re, ou le Raman avant, peut donc croˆıtre assez facilement
a` partir du bruit nume´rique de Calder, qui posse`de un spectre varie´. Dans le cas du code Elvis
nous injectons un laser  sonde d’intensite´ 10−5I par le bord droit du domaine de simulation, et
posse´dant les meˆmes fre´quences que l’onde laser diffuse´e par Raman arrie`re. La sonde favorise la
croissance du Raman arrie`re. Si nous ne proce´dons pas ainsi le Raman arrie`re croˆıt tre`s lentement
et cela rallonge nos simulations. Ce proce´de´ ne favorise que le Raman arrie`re, ce qui explique
pourquoi le Raman avant est absent des simulations d’Elvis. Ne´anmoins, le Raman avant ne
semble pas affecter la croissance et la saturation du Raman arrie`re dans Calder.
Globalement, les simulations donnent des re´sultats en accord avec ceux d’Elvis. L’onde plasma
semble saturer exclusivement par sideband, nous n’avons pas rencontre´ de saturation par de´phasage.
Les temps de saturation de l’onde plasma sont similaires a` ceux d’Elvis, et les spectres montrent
un pic d’e´nergie en kSB ≈ 0.75 − 0.8kpe, correspondant au sideband (figures 7.15(c), 7.16(c) et
7.17(c)). Les fre´quences temporelles δωSB sont du meˆme ordre de grandeur que pour les simula-
tions Elvis, on mesure environ δωnumSB ≈ 0.05 et 0.042ωp respectivement pour kpeλD ≈ 0.2965 et
0.357. En revanche, l’amplitude de saturation φmax de l’onde plasma est plus e´leve´e de 40 − 50%
par rapport aux simulations Elvis (tableau 7.3 et 7.4). La diffusion Raman stimule´e dans les si-
mulations Calder sature donc plus tard que dans une simulation Elvis. On peut imputer cela a`
la description nume´rique des particules pie´ge´es, qui sont a` l’origine de la saturation et des effets
non-line´aires en ge´ne´ral. En effet, dans Calder, malgre´ le grand nombre de particules utilise´es
(10000 par maille), il en reste peu dans la queue de la fonction de distribution, pre´cise´ment la` ou`
sont situe´ les particules pie´ge´es (pour v ≈ 3−4vthe). Le code Elvis ne rencontre (e´videmment) pas
ce genre de proble`me puisque la fonction de distribution est discre´tise´e en vitesse. Les particules
pie´ge´es sont donc de´crites avec la pre´cision machine.
A titre de comparaison nous avons e´galement effectue´ une simulation pour kpeλD = 0.2965
et I = 6.1015W/cm2 en figure 7.16. La` encore la comparaison avec Elvis est bonne, puisqu’on
observe que l’onde plasma ne sature que par sideband avec kSB/kpe ≈ 0.73 et δωnumSB ≈ 0.09.
7.3.3 Comparaison avec le code d’enveloppe Brama
Le code enveloppe Brama [104] re´sout les e´quations d’enveloppe de´crivant la croissance de
l’onde plasma diffuse´e par Raman arrie`re, c’est un mode`le the´orique qui ne prend pas en compte
la croissance de modes satellites, mais l’onde plasma peut saturer par de´phasage. En effet, la
fre´quence ωpe de l’onde plasma est une fonction de´croissante de son amplitude et ne cesse donc de
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(a) (b)
(c)
Figure 7.15 – Simulation Calder pour kpeλD = 0.2965 et I = 2.10
15W/cm2. (a) Enveloppe φ
du champ e´lectrique, (b) φ (bleu) et champ e´lectrique (vert) pour x = 1515λD, (c) transforme´e de
Fourier en espace sur l’intervalle [1000 2000]λD.
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(a) (b)
(c)
Figure 7.16 – Simulation Calder pour kpeλD = 0.2965 et I = 6.10
15W/cm2. (a) Enveloppe φ
du champ e´lectrique, (b) φ (bleu) et champ e´lectrique (vert) pour x = 1515λD, (c) transforme´e de
Fourier en espace sur l’intervalle [1000 2000]λD.
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(a) (b)
(c)
Figure 7.17 – Simulation Calder pour kpeλD = 0.357 et I = 2.10
15W/cm2. (a) Enveloppe φ du
champ e´lectrique, (b) φ (bleu) et champ e´lectrique (vert) pour x = 1237λD, (c) transforme´e de
Fourier en espace sur l’intervalle [500 2000]λD.
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(a) (b)
Figure 7.18 – Simulation Calder pour kpeλD = 0.44825 et I = 4.10
15W/cm2. (a) Enveloppe φ
du champ e´lectrique, (b) transforme´e de Fourier en espace sur l’intervalle [350 5018]λD.
varier dans le temps et l’espace, ce qui rend les conditions d’accord de phase, indispensables a` la
croissance du Raman, plus difficiles a` eˆtre satisfaites.
Nous avons effectue´ des simulations avec Brama reproduisant celles d’Elvis, elles sont com-
pare´es sur les figures 7.19, 7.20 et 7.21 respectivement pour kpeλD = 0.2965, 0.357 et 0.44825.
Apre`s une croissance monotone, les simulations Brama montrent que l’onde plasma sature par
de´phasage. L’enveloppe φ du champ e´lectrique varie lentement dans le temps et ne posse`de pas
de structure spatiale cohe´rente. De ce point de vue, la saturation par de´phasage observe´e dans
Brama est similaire en tous points a` ce qu’on observe avec Elvis. Les amplitudes de saturation
calcule´es avec Brama ou avec Elvis sont similaires, et ce inde´pendamment du type de saturation
implique´e.
Pour kpeλD = 0.2965 et I = 2.10
15W/cm2 (figures 7.19(a) et 7.19(b)), la simulation Brama
donne une amplitude de saturation tre`s similaire a` celle d’Elvis, quel que soit le me´canisme de
saturation. De meˆme, pour kpeλD = 0.2965 et I = 6.10
15W/cm2 (figure 7.19(d)), l’amplitude de
saturation est similaire. Cependant l’amplitude de l’onde plasma oscille a` des fre´quences bien plus
e´leve´es lorsqu’elle sature par sideband, ce qui n’est pas reproduit avec Brama.
La contribution deBrama s’ave`re essentielle pour le cas avec kpeλD = 0.2965 et I = 4.10
14W/cm2
(figure 7.19(c)), ou` avec Elvis on observe une saturation par sideband qui limite l’amplitude de
l’onde plasma a` φmax ≈ 0.25. Avec Brama l’amplitude de l’onde plasma admet un premier maxi-
mum en tωp ≈ 4000 pour φ ≈ 0.3 avant de recroˆıtre jusqu’a` φ ≈ 1. Dans ce cas, le de´phasage
ne suffit pas a` faire saturer l’onde plasma. C’est la principale diffe´rence avec Elvis, ou` la satura-
tion par de´phasage est donc hors de cause, et seule la saturation par sideband peut expliquer la
stagnation de φ.
Les comparaisons pour kpeλD = 0.357 et 0.44825 sont pre´sente´es en figures 7.20 et 7.21. Les
re´sultats sont similaires dans le cas d’une saturation par de´phasage avec Elvis (figures 7.20(a)
et 7.21(a)). Ne´anmoins, dans le cas d’une saturation par sideband (figures 7.20(b) et 7.21(b)), les
simulations d’Elvis pre´sentent des oscillations d’amplitudes bien plus rapides que dans Brama.
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(a) I = 2.1015W/cm2 (b) I = 2.1015W/cm2
(c) I = 4.1014W/cm2 (d) I = 6.1015W/cm2
Figure 7.19 – Simulations Brama (rouges) compare´es au simulations Elvis (bleues) pour
kpeλD = 0.2965 montrant l’enveloppe φ du champ e´lectrique pour diffe´rentes abscisses.
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(a) (b)
Figure 7.20 – Simulations Brama (rouges) compare´es au simulations Elvis (bleues) pour
kpeλD = 0.357 et I = 2.10
15W/cm2 montrant l’enveloppe φ du champ e´lectrique pour diffe´rentes
abscisses.
(a) (b)
Figure 7.21 – Simulations Brama (rouges) compare´es au simulations Elvis (bleues) pour
kpeλD = 0.44825 et I = 4.10
15W/cm2 montrant l’enveloppe φ du champ e´lectrique pour diffe´rentes
abscisses.
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7.4 Etude du sideband avec le code spectral Fourier-Hermite
Vstab
Dans cette section nous traitons de l’instabilite´ de la fonction de distribution adiabatique
(6.25) en utilisant le code Vstab pre´sente´ dans la section A.4, re´solvant le syste`me des e´quations
line´arise´es de Vlasov-Poisson. L’e´tude de la stabilite´ de ce syste`me se re´sume a` la recherche des
valeurs propres Vn (i.e les taux de croissances) associe´es aux vecteurs propresWn (i.e les fonctions
de distributions perturbe´es f1). Nous rappelons ici quelques re´sultats de´ja` obtenus par Siminos et
al. [103]. La nouveaute´ consiste a` e´tudier la stabilite´ de la fonction de distribution adiabatique
(6.25).
L’approche line´aire et la me´thode de projection sur une base de Fourier en espace et de Hermite
en vitesse ont e´te´ valide´es avec des cas tests comme l’amortissement Landau et l’instabilite´ double-
faisceau. Le code Vstab a e´te´ utilise´ avec succe`s [103] sur une fonction de distribution adiabatique
de type Bernstein-Greene-Kruskal (BGK) de´rive´e par Ghizzo et al. [106] :
f0(H) =
µ√
2pi
2− 2ζ
3− 2ζ
(
1 +
H
1− ζ
)
e−H . (7.4)
ou` H(x, v) = v2/2 + Φ(x) est le hamiltonien, µ ≤ 1 un parame`tre qui controˆle l’inhomoge´ne´ite´
(µ = 1 correspond au cas homoge`ne), et ζ < 1 un parame`tre qui controˆle la quantite´ d’e´lectrons
pie´ge´s. En utilisant l’e´quation de Poisson, on peut montrer que le potentiel Φ ve´rifie :
dΦ(x)
dx
= −µ3− 2ζ + 2Φ(x)
3− 2ζ e
−Φ(x) + 1. (7.5)
Vstab est tre`s efficace pour trouver les modes instables de (7.4) (voir [103] pour plus de de´tails),
car seulement une centaine de polynoˆmes d’Hermite suffit pour reproduire avec grande pre´cision
(7.4).
Notre cas est plus complexe que ce qui a e´te´ e´tudie´ pre´ce´demment, notamment en raison du
grand nombre de polynoˆmes d’Hermite (> 2000−3000) ne´cessaire pour reproduire correctement la
fonction de distribution adiabatique (6.25). La figure 7.22 trace la fonction de distribution (6.25)
initiale (figure 7.22(a)) et apre`s projection sur la base de Fourier-Hermite pour diffe´rents nombres
Nv = 100− 3500 de polynoˆmes d’Hermite, et pour φ0 = 0.11, kpeλD = 0.448. On y observe claire-
ment que la zone des e´lectrons pie´ge´s est asyme´trique. Au final, la projection d’Hermite converge
lentement, et meˆme avec Nv = 3500 nous n’arrivons pas a` obtenir une projection satisfaisante. En
revanche il est plus facile de projeter correctement la fonction de distribution quand on diminue
φ0. Pour φ0 = 0.0896, nous sommes quand meˆme oblige´s de conside´rer 2000 polynoˆmes d’Hermite
pour retrouver la fonction de distribution initiale, ce qui conduit a` des calculs tre`s lourds.
Le but de Vstab est de re´soudre le proble`me aux valeurs propres du syste`me Vlasov-Poisson
line´arise´. Nous comparons ici un re´sultat obtenu par Vador (figure 7.24) pour Np = 4, φ0 = 0.0896
et kpeλD = 0.448 avec son e´quivalent Vstab (figure 7.23). Avec Vador nous soustrayons l’espace
des phases entre deux instants proches en phase line´aire pour estimer la forme du vecteur propre
le plus instable. Dans les deux cas l’amplitude des perturbations est arbitraire. Comme on peut
le voir assez facilement, Vstab reproduit plutoˆt bien le comportement des particules non-pie´ge´es,
mais l’espace des phases des particules pie´ge´es pre´sente des oscillations qui semblent non-physiques,
absentes des simulationsVador. Nous avons e´galement indique´ sur la figure 7.23 les valeurs propres
complexes Vn calcule´es par Vstab, dont la partie re´elle correspond au taux de croissance ΓSB. Sans
surprise celles-ci ne reproduisent pas les mesures effectue´es avec Vador. Le taux de croissance le
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(a) Fonction de distribution initiale (b) Nv = 100 (c) Nv = 200
(d) Nv = 400 (e) Nv = 800 (f) Nv = 1200
(g) Nv = 1800 (h) Nv = 2500 (i) Nv = 3500
Figure 7.22 – Fonction de distribution adiabatique pour φ0 = 0.11 et kpeλD = 0.448, lisse´e en
moyennant sur quelques points en (a), et apre`s projection sur la base d’Hermite (b-i). Le nombre
de polynoˆmes d’Hermite Nv est indique´ en le´gende.
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plus e´leve´ calcule´ avec Vstab, ΓVstab ≈ 5.7 ·10−3ωp (figure 7.23), sous estime environ d’un facteur
2 celui obtenu avec Vador, ΓSB = 1.1− 1.4ωp (tableau 7.1).
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Figure 7.23 – Fonctions propres Wn obtenues avec Vstab pour φ0 = 0.0896, 192 coefficients de
Fourier, 2200 polynoˆmes d’Hermite, et kpeλD = 0.44825. Les valeurs propres Vn sont indique´es en
titre de chaque figure.
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Figure 7.24 – Diffe´rence entre les fonctions de distribution obtenues avec Vador prises en tωp =
1700 et tωp = 1100 pour φ0 = 0.0896 et kpeλD = 0.44825. Cette figure est a` comparer aux fonctions
propres Wn obtenues avec Vstab trace´es en figure 7.23.
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Chapitre 8
Conclusions
Le but de cette partie e´tait de caracte´riser l’instabilite´ de sideband d’une onde plasma non-
line´aire, et d’identifier son roˆle dans la saturation de l’instabilite´ Raman. Nous avons proce´de´ en
trois e´tapes : valider un mode`le de re´ponse plasma adiabatique, utiliser celui-ci comme condition
initiale pour e´tudier la stabilite´ d’un mode de type BGK avec un code e´lectrostatique 1D, et
enfin comparer ces re´sultats avec des simulations cine´tiques (e´lectromagne´tiques) de l’instabilite´
Raman. On discute aussi la pertinence d’une e´tude de stabilite´ plus the´orique consistant a` projeter
la fonction de distribution adiabatique sur une base de Fourier-Hermite.
Le mode`le cine´tique adiabatique a e´te´ valide´ a` l’aide du code PIC Calder dans sa version
e´lectrostatique. On impose un champ e´lectrique exte´rieur simulant la source ponde´romotrice de
l’onde plasma diffuse´e par Raman, dont on observe la croissance et l’effet sur la fonction de distri-
bution e´lectronique. L’espace des phases e´lectronique pre´sente une structure en spirale qui diffe`re
de la distribution the´orique, qui est parfaitement syme´trique par rapport au point O. Malgre´
cela, on retrouve bien la fonction de distribution the´orique en moyennant en temps la distribution
nume´rique.
La croissance du sideband dans un plasma initialement de´crit par ce mode`le adiabatique est
ensuite analyse´e avec le code e´lectrostatique Vlasov Vador. Au bout d’un certain temps, les
modes instables se de´veloppent et engendrent le me´lange de vortex dans l’espace des phases. Par
filtrage de l’onde plasma initiale et de ses harmoniques on peut mesurer le taux de croissance
du sideband ΓSB pour kpeλD = 0.2956, 0.357 et 0.44825. Nous avons fait varier l’amplitude de
l’onde plasma initiale φ0 pour correspondre aux valeurs rencontre´es lors de simulations cine´tiques
du Raman, et nous avons e´tabli une loi d’e´chelle du type ΓSB ≈ g1φg20 , ou` g1 et g2 sont de´termine´s
pour chaque kpeλD. Les simulations Vador indiquent que le nombre d’onde du mode satellite le
plus instable varie peu avec φ0, kSB ≈ 0.8. Cela nous permet de mode´liser le sideband par une
onde monochromatique proportionnelle a` exp
(∫ t
0
ΓSB(φ(t))dt
)
, ce qui est utilise´ par la suite pour
obtenir un crite`re de saturation.
Enfin, nous simulons avec les codes Vlasov Elvis et PIC Calder une impulsion laser d’in-
tensite´ I = 4 · 1014 − 6 · 1015W/cm2 et de longueur d’onde λ0 = 0.351µm impactant un plasma
homoge`ne de densite´ 0.1nc, et de tempe´ratures Te = 2, 3 et 5 keV (correspondant respectivement a`
kpeλD = 0.2956, 0.357 et 0.44825). Dans tous les cas l’instabilite´ Raman arrie`re croˆıt et sature. Les
causes de la saturation sont dues a` deux effets : le de´calage en fre´quence de ωpe avec l’amplitude
de l’onde plasma φ, et la croissance de l’instabilite´ de sideband. Le premier de´clenche la saturation
lorsque le de´phasage entre les 3 ondes (pompe, fille et plasma) atteint la quadrature de phase, le
couplage entre ces 3 ondes est alors nul. Le deuxie`me provoque la saturation lorsque l’amplitude
du sideband est comparable a` celle de l’onde plasma. Une meˆme onde plasma peut saturer par ces
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deux me´canismes, les saturations par de´phasage et par sideband se manifestant pre´fe´rentiellement
a` gauche et a` droite du plasma respectivement. L’amplitude de saturation est similaire pour les
deux me´canismes. Cependant, l’instabilite´ de sideband posse`de une cohe´rence spatiale : son nombre
d’onde kSB est centre´ autour de 0.75kpe, une valeur proche des re´sultats e´lectrostatiques. On peut
e´galement discriminer la saturation par de´phasage de celle par sideband en mesurant les modu-
lations temporelles de l’enveloppe de l’onde plasma. Dans le cas du de´phasage, les modulations
apre`s saturation sont lentes (de l’ordre de 0.01ωp), alors qu’elles sont rapides (de l’ordre de 0.1ωp)
dans le cas du sideband. Globalement les codes Elvis et Calder donnent des re´sultats simi-
laires et on retrouve bien le nombre d’onde kSB mesure´ avec Vador. Le crite`re de saturation
par sideband, φSB = φ
0
SB exp
(∫ t
0
g1φ(t)
g2dt
)
≈ φ, est bien ve´rifie´ pour kpeλD = 0.2956 mais sous
estime le´ge`rement le temps de saturation pour kpeλD = 0.357 et 0.44825. Enfin, notons que la
saturation par sideband semble dominer lorsque l’intensite´ du laser augmente. Remarquons aussi
que, duˆ au traitement nume´rique propre a` chaque code, la diffusion Raman avant prend beaucoup
d’importance dans les simulations Calder, alors qu’elle est quasi-inexistante dans les simulations
Elvis. Elle ne semble toutefois pas affecter de manie`re notable la saturation du Raman arrie`re,
principalement parce que le Raman arrie`re est localise´ a` gauche du plasma, et le Raman avant a`
droite.
Les simulations effectue´es avec le code d’enveloppe Brama, ne prenant pas en compte la
croissance de modes satellites, nous permettent de mettre hors de cause la saturation par de´phasage
dans certains cas. En effet, avec Brama on peut observer que l’onde plasma continue de croˆıtre
alors qu’elle sature avec Calder ou Elvis, excluant ainsi la saturation par de´phasage.
Nous avons aussi essaye´ une approche plus the´orique, consistant a` trouver les modes instables
du syste`me line´arise´ de Vlasov-Poisson en projetant la fonction de distribution adiabatique sur
une base de Fourier-Hermite. Cette approche avait e´te´ exploite´e avec succe`s sur la fonction de
distribution BGK de Ghizzo et al. [103, 106]. Cependant, projeter la fonction de distribution
adiabatique est bien plus difficile et demande un grand nombre de polynoˆmes d’Hermite (plus
de 2000), ce qui complique de beaucoup la re´solution nume´rique. Les modes instables obtenus ne
reproduisent pas les solutions de Vador. L’espace des phases des particules pie´ge´es pre´sente des
oscillations absentes des simulations Vador, et nous semblent donc non-physiques.
L’approche nume´rique que nous avons adopte´e pour e´tudier l’instabilite´ de sideband nous a per-
mis d’avoir une vision globale du proble`me. Les e´tudes nume´riques Vlasov-Poisson 1D ante´rieures se
sont limite´es a` des plages de parame`tres assez re´duites, pre´fe´rant se concentrer sur la compre´hension
du me´canisme de saturation et a` la comparaison avec la the´orie [19]. Nous avons eu l’opportunite´
d’utiliser une condition initiale re´aliste, la fonction de distribution adiabatique induite par une onde
plasma typique de la diffusion Raman. Les e´tudes nume´riques et parame´triques que nous avons
mene´es permettent, d’une part, de discriminer les saturations par de´phasage et par sideband, et
d’autre part, d’e´tablir un crite`re de saturation par sideband.
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Annexe A
Descriptions des codes de calcul utilise´s
dans cette the`se
Dans ce chapitre on de´crit les codes de calcul en mettant l’accent sur les difficulte´s rencontre´es
lors de l’utilisation de chacun d’eux. Il s’agit la` du bruit nume´rique pour le code Particle In Cell
(PIC) Calder, ou de la convergence vers une solution physique pour le code Vstab.
A.1 Le code Particle In Cell Calder
Un code PIC [24, 107] combine la re´solution des champs e´lectromagne´tiques obe´issant aux
e´quations de Maxwell avec le calcul de la trajectoire de N macro-particules subissant ces champs
et obe´issant aux e´quations (2.1). Chaque macro-particule repre´sente en fait un e´le´ment df de la
fonction de distribution qui, comme le montre l’e´quation de Vlasov (2.32), se conserve le long de
sa caracte´ristique. On associe a` chaque macro-particule une charge qui est projete´e a` chaque pas
de temps sur le maillage discre´tisant les e´quations de Maxwell, obtenant ainsi les termes sources de
densite´ de charge ρ et de densite´ de courant
−→
j ne´cessaires au calcul de
−→
E et
−→
B . Calder utilise
un maillage de Yee pour discre´tiser les e´quations de Maxwell, et un sche´ma de type saute-mouton
pour discre´tiser les e´quations du mouvement (2.1). Au final, l’algorithme d’un code PIC peut se
re´sumer par les e´tapes suivantes :
– projection des charges sur les points du maillage
−→
X , et obtention de ρ(
−→
X ),
−→
j (
−→
X ),
– re´solution des e´quations de Maxwell, obtention de
−→
E (
−→
X ) et
−→
B (
−→
X ),
– interpolation des champs aux positions des particules −→x , obtention de −→E (−→x ), −→B (−→x ),
– re´solution des e´quations du mouvement,
ou` −→x de´note la position des macro-particules, et −→X la position des nœuds du maillage de Yee.
L’e´tape de projection des charges des macro-particules sur les nœuds, c’est-a`-dire le passage des
coordonne´es lagrangiennes aux coordonne´es eule´riennes, s’effectue via un facteur de forme par
l’ope´ration :
ρ(
−→
X ) =
∑
α
N∑
i=1
qαS(
−→
X −−→xi,α), (A.1)
−→
j (
−→
X ) =
∑
α
N∑
i=1
qα
−→vi,αS(−→X −−→xi,α), (A.2)
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ou` S de´signe le facteur de forme applique´ a` la macro-particule d’espe`ce α de densite´ de charge
qα = qewi, wi e´tant le poids de la macro-particule, situe´e en
−→xi et se de´plac¸ant a` la vitesse −→vi .
L’e´tape d’interpolation des champs sur la position des particules doit faire intervenir le meˆme
facteur de forme :
−→
E (−→xi ) =
Ng∑
j=1
−→
E (
−→
Xj)S(
−→
Xj −−→xi ), (A.3)
−→
B (−→xi ) =
Ng∑
j=1
−→
B (
−→
Xj)S(
−→
Xj −−→xi ), (A.4)
ou` Ng est le nombre de points du maillage de Yee. Le facteur de forme le plus simple (a` l’ordre 0)
est la fonction cre´neau :
S0(ϑ) =
{
1 , si −1
2
≤ ϑ ≤ 1
2
0 , sinon
(A.5)
ou` ϑ = x/∆x. Ce facteur de forme assigne la charge d’une macro-particule au nœud du maillage
le plus proche. Plus ge´ne´ralement, un facteur de forme d’ordre n est de´finit par n convolutions :
Sn(k) = (S0 ∗ S0 ∗ · · · ∗ S0)(k), (A.6)
ce qui correspond a` un polynoˆme par morceaux d’ordre n. On utilise ge´ne´ralement des facteurs
de formes d’ordre 1 a` 3. Un facteur de forme d’ordre n multi-dimensionnel est obtenu par produit
tensoriel du facteur de forme d’ordre n mono-dimensionnel, par exemple en 2D :
S2D(x, y) = S1D(x)⊗ S1D(y). (A.7)
L’inte´reˆt principal d’un facteur de forme d’ordre e´leve´ est de re´duire le chauffage nume´rique, ce
qui nous sera tre`s utile par la suite. Le niveaux de bruit nume´rique e´lectrostatique E2s de´pend de
l’ordre n du facteur de forme et du nombre de particules [108] :
0
2
E2s =
T
2
[
1
1 + (kλD)2M(k)
]
, (A.8)
M(k) =
[
sin(k∆x/2)
k∆x/2
]2/ +∞∑
σ=−∞
S2n(kσ) , (A.9)
S2n(km) =
[
sin(k∆x/2)
k∆x/2
]2(n+1)
, (A.10)
ou` kσ = k−σkg, kg = 2pi/∆x et k est le nombre d’onde conside´re´. Remarquons que T = Mi 〈v2〉 /2
ou` Mi = wimi est la masse des macro-particules de l’espe`ce i et wi son poids.
Les sche´mas nume´riques utilise´s dans Calder sont explicites et d’ordre 2 en temps et en
espace. Pour garantir la stabilite´ nume´rique le pas de temps doit ve´rifier les conditions ∆t ≤ 2/ωpe
pour les e´quations du mouvement et la condition de Courant-Friedich-Lewy (CFL) suivante pour
les e´quations de Maxwell :
1
∆x2
+
1
∆y2
+
1
∆z2
≤ 1
(c∆t)2
. (A.11)
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A.2 Les codes Vlasov
Un code Vlasov re´sout l’e´quation de Vlasov en discre´tisant le temps, l’espace et les vitesses.
Il diffe`re donc d’un code PIC ou` la discre´tisation en vitesse est remplace´e par un pousseur de
particule. Proce´der ainsi permet de calculer la fonction de distribution f avec une tre`s grande
pre´cision nume´rique, a` la diffe´rence d’un code PIC ou` le bruit nume´rique e´leve´ est lie´ au nombre
limite´ de particules.
Un code Vlasov est donc un outil ide´al pour e´tudier des phe´nome`nes impliquant des particules
avec des vitesses e´leve´es, comme c’est le cas pour la diffusion Raman. A` l’inverse, un code PIC a
du mal a` de´crire avec pre´cision la fonction de distribution, en raison du faible nombre de particule
dans les re´gions de vitesse e´leve´e.
Nous utilisons deux codes Vlasov dans cette the`se. Vador [109], un code e´lectrostatique uni-
dimensionnel pe´riodique, et Elvis [110], un code e´lectromagne´tique unidimensionnel. Ils utilisent
tous les deux le sche´ma nume´rique d’ordre 2 de Cheng et Knorr [111] pour avancer en temps
l’e´quation de Vlasov.
La reconstruction de f(t + ∆t) en espace et en vitesse diffe`re selon les codes. Vador utilise
un sche´ma d’ordre 3 de type PFC ( Positive and Flux Conservative ) qui conserve la masse et
la positivite´ de f . Elvis utilise une me´thode d’interpolation d’ordre 4 par spline cubique, mais ne
conserve pas la positivite´ de f .
A.2.1 Le code e´lectrostatique Vador
Le code re´sout le syste`me d’e´quations de Vlasov-Poisson dans une ge´ome´trie unidimensionnelle
et pe´riodique. Le seul champ non nul est le champ e´lectrique longitudinal Ex. Vador ne conside`re
qu’une espe`ce, compose´e d’e´lectrons dans notre cas. La fonction de distribution f et le champ Ex
obe´issent aux e´quations :
∂f
∂t
+ v
∂f
∂x
− eEx ∂f
∂px
= 0, (A.12)
∂Ex
∂x
=
ρ
0
, (A.13)
ou` v est la vitesse longitudinale.
Le passage de la fonction de distribution f de t a` t+ ∆t est de´termine´ par le sche´ma de Cheng
et Knorr [111] a` l’aide des e´tapes suivantes :
– advection d’un demi pas de temps ∆t/2 selon l’axe x : f ∗(x, v) = f(t, x− v∆t/2, v).
– Calcul du champ e´lectrique au temps t+ ∆t/2 en substituant f ∗ dans l’e´quation de Poisson.
– Advection selon l’axe v : f ∗∗ = f ∗(x, v − Ex(t+ ∆t/2, x)∆t).
– Advecter une seconde fois selon l’axe x : f(t+ ∆t, x, v) = f ∗∗(x− v∆t/2, v).
A chaque pas de temps f est reconstruite sur les points du maillage par une me´thode PFC d’ordre
3 qui conserve la positivite´ et la masse de f . En pratique, on doit faire attention a` ce que le pas
de temps ∆t satisfasse la condition de Courant-Friedich-Lewy (CFL) :
∆v ≥ −eEx∆t. (A.14)
Le code e´tant e´lectrostatique, les pas de temps et d’espace peuvent eˆtre choisi inde´pendamment.
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A.2.2 Le code e´lectromagne´tique Elvis
Le code traite de cas unidimensionnels. Les champs peuvent varier dans la direction de pro-
pagation du laser x, mais sont uniforme dans les directions y et z. Le plasma est de taille finie
en x, sans condition de pe´riodicite´. Les particules sont absorbe´es aux frontie`res du domaine de
simulation. Les champs e´lectrique et magne´tique sont re´duits aux composantes Ex, Ey et Bz. Ex
est le champ e´lectrostatique longitudinal et est calcule´ a` partir de l’e´quation de Poisson :
∂Ex
∂x
=
ρ
0
. (A.15)
Les champs e´lectromagne´tiques sont de´crit par E± = Ey ± cBz, ou` E+ et E− repre´sentent les
champs se propageant dans le vide vers la droite (dans la direction +x) et vers la gauche (dans
la direction −x) respectivement. Avec les e´quations de Maxwell on peut montrer que ces champs
obe´issent a` une e´quation d’advection :
(∂t ± c∂x)E± = −jy
0
. (A.16)
La fonction de distribution de l’espe`ce α obe´it a` l’e´quation de Vlasov 1D relativiste :
∂fα
∂t
+ vxα
∂fα
∂x
+ qα(Ex + vyαBz)
∂fα
∂px
= 0, (A.17)
ou` vxα et vyα sont respectivement les vitesses longitudinale et transverse associe´es a` l’espe`ce α.
L’e´quation du mouvement selon y se re´duit a` la conservation du moment canonique transverse :
mα
∂vyα
∂t
= qαEy. (A.18)
Elvis est base´ sur l’algorithme de´crit dans les re´fe´rences [112, 113]. Le code avance fα de t a`
t + dt en utilisant un splitting temporel de Cheng et Knorr [111] et une me´thode d’interpolation
par spline cubique. Le splitting temporel permet d’effectuer l’advection en espace et en vitesse
inde´pendamment. On advecte en premier fα de t a` t+ dt
− via l’e´quation :
∂fα
∂t
+ vxα
∂fα
∂x
= 0. (A.19)
On utilise alors la nouvelle densite´ de charge ρ(t + dt) dans l’e´quation de Poisson pour calculer
Ex(t + dt). On advecte ensuite E
± avec jy = 0 de t a` t + dt−/2, puis on utilise jy(t + dt/2) pour
calculer E±(t+dt). On connaˆıt maintenant Ey(t+dt), ce qui nous permet d’avancer vy de t+dt/2
a` t+3dt/2. L’e´tape finale consiste a` calculer la force (Ex+vyαBz) au temps t+dt pour de´terminer
fα au temps t+ dt avec :
∂fα
∂t
+ qα(Ex + vyαBz)
∂fα
∂px
= 0. (A.20)
On a donc bien proce´de´ a` un splitting, puisque que l’on avance fα de dt en deux temps, par
advection en espace, puis par advection en vitesse.
L’interpolation par spline cubique sert a` e´valuer les quantite´s nume´riques sur les caracte´ristiques,
par exemple entre t et t + dt pour les champs E±. Cette me´thode est peu couˆteuse en temps de
calcul, et les dispersion et dissipation nume´riques sont faibles. L’algorithme utilise´ pour calculer
les champs E± posse`de une dispersion nume´rique faible, et pas de dissipation nume´rique pour
ωp∆t < 2.
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Dans Elvis l’utilisateur choisi le pas d’espace ∆x, les pas en temps ∆t et en vitesse ∆v sont
ensuite de´termine´s par le code pour satisfaire les conditions CFL des e´quations (A.19) et (A.20) :
∆t ≤ ∆x
c
, ∆v ≥ Fα∆t, (A.21)
ou` Fα = qα(Ex + vyαBz).
A.3 Le code d’enveloppe Brama
Le code Brama est base´ sur le mode`le the´orique de Be´nisti et al. [88] de´crivant la diffusion
Raman stimule´e a` l’aide d’e´quations d’enveloppes [104]. Ce mode`le, obtenu dans l’approximation
adiabatique, suppose que les ondes sont monochromatiques et ne de´crit pas la croissance d’ondes
satellites, la saturation de l’instabilite´ Raman par sideband est donc impossible. En revanche, elle
peut saturer par de´phasage suite au de´calage en fre´quence de l’onde plasma. Les e´quations re´solues
par Brama s’e´crivent, en utilisant les meˆme notations qu’au chapitre 6 :
∂tEpe + vgpe∂xEpe + νEpe = ΓpeElE
∗
s , (A.22)
∂tEs + vgs∂xEs + i (δωpe − vgsδkpe)Es = ΓsElE∗pe, (A.23)
∂tEl + vgl∂xEl = −ΓlEsEpe, (A.24)
ou` Es,l,pe sont les enveloppes complexes des ondes, δωpe = ωpe − ωlinpe et δkpe = kpe − klinpe , ν est
l’amortissement Landau non-line´aire [114]. ωlinpe et k
lin
pe ve´rifie les conditions de re´sonances de la
diffusion Raman arrie`re dans la limite line´aire, c’est-a`-dire : klinl = k
lin
pe + k
lin
s et ω
lin
l = ω
lin
pe + ω
lin
s .
De plus :
Γl,s =
ekpe
2meωs,l
, (A.25)
vgl,s = kl,s
c2
ωl,s
, (A.26)
Γpe =
ekpe
meωlωs∂χenvr
, (A.27)
vgpe = vφ − 2
kpe∂χenvr
, (A.28)
ou` χenvr est la susceptibilite´ non-line´aire de´finit par Be´nisti et al. [104].
Les e´quations d’enveloppes sont re´solues en deux temps par splitting : l’advection avec un
sche´ma Lax-Wendroff du second ordre, et l’avancement temporel (en annulant les vitesses de
groupes) avec un sche´ma Runge-Kutta d’ordre 4. Les valeurs de Γp et de δωpe sont tabule´es au
pre´alable et interpole´es a` l’aide de splines cubiques.
Brama impose de plus l’auto-optimisation de l’onde plasma [104], c’est-a`-dire que |δωpe −
vgsδkpe| doit eˆtre le plus petit possible. L’auto-optimisation s’e´crit aussi δkpe ≈ δωpe/vgs, et donc
δkpeδωpevgs ≥ 0. A` t = 0 les amplitudes des ondes sont tre`s petites, donc δkpe ≈ 0, et puisque
δωpe < 0, une condition ne´cessaire pour ve´rifier δkpeδωpevgs ≥ 0 est vgs∂tδkpe ≤ 0. De plus,
δωpe de´pend principalement de Epe et par conse´quent ∂tδkpe = −∂xδωpe ≈ −(dδωpe/dEpe)∂xEpe.
Avec dδωpe/dEpe < 0, on en de´duit que l’auto-optimisation n’est possible que si ∂xEpe > 0. Si
δωpe − vgsδkpe > 0 alors cette valeur est mise a` 0.
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A.4 Le code spectral Fourier-Hermite Vstab
Le code Vstab, dont une description est pre´sente´e dans la re´fe´rence [103], permet de calculer
la stabilite´ du syste`me de Vlasov-Poisson line´arise´ suivant :
∂f1
∂t
= −v∂f1
∂x
−
(
E1
∂f0
∂v
+ E0
∂f1
∂v
)
, (A.29)
∂E1
∂x
=
∫ ∞
−∞
f1dv, (A.30)∫ L
0
E1dx = 0, (A.31)
ou` f0(x, v) et E0(x) sont des solutions d’e´quilibres, f1(t, x, v) et E1(t, x) sont des perturbations infi-
nite´simales. Le syste`me pre´ce´dent, apre`s projection sur une base de Fourier en espace, et d’Hermite
en vitesse, se met sous la forme :
∂f1
∂t
= Af1, (A.32)
avec A un ope´rateur line´aire de´pendant de f0. Le proble`me de stabilite´ se re´sume donc a` un
proble`me de calcul de valeurs propres Vn et de vecteurs propres Wn. La partie re´elle <(Vn) e´tant
le taux de croissance du mode e´lectrostatique Wn.
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